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Introduction
Mendele¨ıev [1] fut le premier a` classer les e´le´ments suivant leurs masses atomiques (A)
et leurs proprie´te´s chimiques. En 1913, la classification pe´riodique e´volua, et on s’aper-
c¸ut qu’il est ne´cessaire pour pre´dire les proprie´te´s chimiques des e´le´ments, de classer ces
derniers suivant leur nombre de charge (Z). Les nombreux espaces vides des premie`res
classifications furent comble´s par la de´couverte des e´le´ments correspondants dans la na-
ture. Il fallu cependant attendre la premie`re moitie´ du 20e sie`cle avec la de´couverte des
re´actions nucle´aires, pour ouvrir de nouvelles perspectives en cre´ant de nouveaux e´le´ments
artificiels a` partir de ceux qui existent sur Terre. Le vieux reˆve des alchimistes fut ainsi
re´alise´. Graˆce en partie aux travaux de G.T. Seaborg, a` partir des anne´es 1940, la produc-
tion d’actinides se fit graˆce a` la capture successive de neutrons suivie d’une de´croissance
β−. Cette technique expe´rimentale ne permet pas d’obtenir d’e´le´ments plus lourds que
Z = 100. Pour de´couvrir et synthe´tiser des e´le´ments plus lourds, une autre me´thode ba-
se´e sur les collisions d’ions lourds fut utilise´e et est toujours d’actualite´ aujourd’hui. La
course a` la de´couverte des e´le´ments superlourds e´tait lance´e (cf. re´fe´rences [2, 3] pour un
historique complet sur la de´couverte des actinides et des noyaux superlourds). La pers-
pective de nouvelles proprie´te´s chimiques ou physiques, et des applications qui peuvent
en re´sulter, est a` l’origine d’un inte´reˆt particulie`rement important pour la synthe`se de
ces e´le´ments. De plus, l’e´tude des noyaux superlourds permet d’explorer les limites de la
charte des noyaux et de confronter les mode`les nucle´aires dans des cas extreˆmes.
En 1935, Weizsa¨cker proposa de conside´rer le noyau comme une goutte liquide [4] in-
compressible uniforme´ment charge´e. Quand on augmente la taille des noyaux, le terme
de Coulomb croˆıt plus rapidement que le terme de surface, limitant ainsi la charge des
e´le´ments. Il est possible a` partir de ce mode`le d’e´tudier l’effet de la de´formation sur la
stabilite´ du noyau, en accord avec les travaux de Bohr et Wheeler [5] pour le processus
de fission. La poche de potentiel, caracte´risant la stabilite´ du noyau vis-a`-vis de la fission,
tend a` disparaˆıtre lorsque la fissilite´ du noyau augmente. Or, pour les noyaux superlourds,
le parame`tre de fissilite´ est proche de l’unite´ et il en re´sulte que leur barrie`re de fission
9
10 Introduction
macroscopique est tre`s faible, voire nulle. Les noyaux superlourds sont donc tre`s instables
par rapport a` la fission selon le mode`le de la goutte liquide. A partir d’observations ex-
pe´rimentales sur les proprie´te´s microscopiques des noyaux, une stabilite´ accrue et une
sphe´ricite´ ont e´te´ mises en e´vidence, a` partir des anne´es 1940, pour les noyaux pre´sentant
des nombres de protons et/ou de neutrons dits “magiques” (2, 8, 20, 28, 50, 82 a` la fois
pour les protons et les neutrons, et 126 pour les neutrons). Ce travail mena a` la fin des
anne´es 1940, a` l’e´laboration du mode`le en couches propose´ par M. Go¨ppert-Mayer et H.
Jensen [6] qui stipule que les noyaux posse`dent des couches e´nerge´tiques sur lesquelles les
nucle´ons s’organisent. Dans certaines configurations, des gaps en e´nergie assez importants
apparaissent et une stabilite´ accrue est confe´re´e aux noyaux concerne´s. En extrapolant ce
mode`le, on peut pre´dire des fermetures de couche protons et neutrons dans la re´gion des
noyaux superlourds leur confe´rant ainsi une stabilite´ supple´mentaire. Pour les neutrons,
les mode`les pre´disent une fermeture de couche vers N = 184. Par contre, un de´saccord tre`s
important re´side sur la localisation exacte de la fermeture de couche proton. Par exemple,
suivant les calculs de Møller et Nix [7], celle-ci est situe´ a` Z = 114, alors que pour des
calculs de type Hartree-Fock, la fermeture de couche proton est pre´dite a` Z = 120 [8] ou
Z = 126 [9]. L’e´tude des noyaux superlourds permet donc de tester les extrapolation du
mode`le en couches vers des noyaux tre`s exotiques.
D’un point de vue expe´rimental, les noyaux superlourds sont synthe´tise´s en fusionnant
deux noyaux lourds, plus exactement par formation d’un noyau compose´ excite´ qui va se
de´sexciter par e´vaporation de particules le´ge`res. Malheureusement, les sections efficaces de
synthe`se des noyaux superlourds sont tre`s faibles ; avec la technologie actuelle, il faut une
dure´e d’expe´rience d’environ un mois pour synthe´tiser quelques noyaux dont la section
efficace de formation est de l’ordre du picobarn. Il n’est pas possible de faire mieux car
pour augmenter la probabilite´ de fusion, il faut augmenter l’e´nergie de la re´action, alors
que pour favoriser la survie de re´sidus d’e´vaporation, il faut la diminuer.
Deux me´thodes expe´rimentales sont actuellement utilise´es pour synthe´tiser des noyaux
superlourds :
1. Les re´actions de fusion froide exploite´es principalement a` GSI (Allemagne) et a`
RIKEN (Japon). Les noyaux synthe´tise´s jusqu’a` maintenant posse`dent un nombre de
protons de Z = 107−112 pour les expe´riences de GSI, et Z = 110−113 pour RIKEN.
Le nombre de neutrons de ces e´le´ments est compris entre N = 156 et N = 166. Pour
ces re´actions, le noyau compose´ est forme´ avec une e´nergie d’excitation d’une dizaine
de MeV, et se refroidit par e´vaporation d’un seul neutron, voire deux.
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2. Les re´actions de fusion chaude sont exploite´es a` DUBNA (Russie), et sont caracte´ri-
se´es par la formation d’un noyau compose´ a` une e´nergie d’excitation d’une trentaine
de MeV, qui se refroidit par e´vaporation de 3 a` 5 neutrons. Les noyaux synthe´tise´s
posse`dent un nombre de protons compris entre Z = 112 et Z = 118, et un nombre
de neutrons d’environ N = 170− 180.
Nous pouvons remarquer, pour les re´actions de synthe`se par fusion froide et par fusion
chaude, que les noyaux d’inte´reˆt ne correspondent pas a` la meˆme re´gion de masse. Il
convient e´galement de noter qu’expe´rimentalement les noyaux sont observe´s par leurs de´-
croissances alpha qui, dans le cas des re´actions de fusion chaude, se terminent sur des
e´le´ments inconnus. C’est la raison pour laquelle, ces expe´riences ne´cessitent actuellement
une confirmation par d’autres laboratoires.
Re´cemment, des mesures de temps de fission de noyaux superlourds (Z = 114, Z = 120
et Z = 124) forme´s dans des re´actions de fusion tre`s chaudes ont e´te´ entreprises au GA-
NIL, apportant sur la de´sexcitation de ces noyaux des informations nouvelles, dans une
re´gion de Z inaccessible pour l’instant aux expe´riences de synthe`ses.
Il est particulie`rement important d’e´laborer des mode`les the´oriques permettant de pre´-
dire les sections efficaces de synthe`se afin d’accompagner les expe´riences. Il est ne´cessaire
pour cela de de´velopper des codes permettant de calculer efficacement de tre`s faibles pro-
babilite´s afin de s’affranchir du proble`me lie´ a` la statistique de ces noyaux. L’ensemble
des mode`les utilise´s actuellement repose sur l’approximation de Bohr [10] qui stipule que
le noyau compose´ une fois forme´ ne garde aucune me´moire de l’e´tat de la voie d’entre´e.
La re´action est ge´ne´ralement divise´e en deux e´tapes :
1. La phase de fusion, avec l’approche des deux noyaux incidents et la formation d’un
noyau compose´ dans un e´tat excite´.
2. La de´sexcitation du noyau compose´ par e´vaporation de particules le´ge`res, par fission
ou par e´mission de gamma.
En ce qui concerne la phase de fusion, deux approches sont essentiellement utilise´es : une
approche macroscopique associe´e a` une dynamique dissipative et le mode`le d’e´change de
nucle´ons entre les noyaux (Dinuclear system [11]). C’est la premie`re approche que nous
avons choisie, avec des mode`les de dissipation-fluctuation base´s sur des e´quations de type
Langevin.
Le but de cette the`se est de de´velopper un mode`le statistique permettant de traiter la
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phase de de´sexcitation d’un noyau compose´ en utilisant les re´sultats de diffe´rents mode`les
de fusion. Il sera ensuite confronte´ aux donne´es afin de le valider et de tenter d’obtenir
des informations sur les noyaux e´tudie´s. Nous allons donc dans un premier temps de´tailler
au Chapitre 1 l’ensemble des mode`les de fusion que nous utiliserons pour calculer les
sections efficaces de fusion. Ce chapitre permettra de comprendre les diffe´rentes hypothe`ses
sous-jacentes aux mode`les de fusion et comment le phe´nome`ne d’entrave a` la fusion,
commune´ment appele´ fusion hindrance, qui est particulie`rement influent pour les noyaux
superlourds e´tudie´s, est pris en compte. Puis, nous aborderons au Chapitre 2 la description
de Kewpie2, le code statistique que nous avons de´veloppe´ pour pallier aux proble`mes des
tre`s faibles probabilite´s qui re`gnent dans cette re´gion de masse. L’ensemble des formalismes
statistiques et des parame`tres physiques intrinse`ques seront discute´s ainsi que leur effet
sur les sections efficaces de re´sidus. Ensuite, une confrontation de Kewpie2 aux donne´es
sur les sections efficaces de re´sidus sera effectue´e au Chapitre 3, tout d’abord sur des
syste`mes de re´fe´rences qui ne pre´sentent pas d’ambigu¨ıte´ du point de vue des sections
efficaces de fusion et des variables physiques intrinse`ques aux noyaux e´tudie´s, telles que
les masses et les e´nergies de corrections de couches. Ceci permettra de valider les choix
the´oriques effectue´s au Chapitre 2 et de se restreindre a` un nombre limite´ de parame`tres
libres pour Kewpie2. Puis, les re´sultats obtenus lors de la confrontation de Kewpie2 avec
les donne´es sur les sections efficaces de re´sidus des noyaux superlourds produits par fusion
chaude et par fusion froide seront discute´s. Enfin, nous de´taillerons au Chapitre 4 les
principes de notre mode`le pour prendre en compte l’e´volution temporelle de la cascade
de de´sexcitation afin de calculer le temps de fission moyen et les distributions de temps
de fission. Une confrontation aux donne´es obtenues par la me´thode du blocking cristallin
sera effectue´e, tout d’abord sur un syste`me de re´fe´rence pour valider notre approche, et
puis sur les noyaux superlourds.
Chapitre 1
La phase de Fusion
Dans ce chapitre, nous allons de´crire l’ensemble des mode`les que nous allons utiliser
par la suite pour calculer les sections efficaces de fusion afin de comparer nos re´sultats sur
les sections efficaces de re´sidus aux donne´es. La Figure 1.1 repre´sente sche´matiquement
quelques uns des processus qui peuvent intervenir lors d’une collision nucle´aire entre deux
noyaux lourds. Le phe´nome`ne de fusion comple`te est re´alise´ avec le passage de la bar-
rie`re coulombienne (phase d’approche) et la barrie`re de fusion (phase de formation). Ce
sche´ma est valable lorsque le produit des charges du projectile et de la cible est supe´rieur
a` ZPZT > 1600. Dans le cas contraire, la phase d’approche correspond a` la phase de
fusion et le syste`me au point de contact se laisse guider par le potentiel afin de former le
noyau compose´. Les autres me´canismes incluent des re´actions de transferts, plus ou moins
ine´lastiques, caracte´rise´es par un e´change de masse et une relaxation en e´nergie plus ou
moins importante. Pour la phase d’approche, la majorite´ des re´actions correspond a` de la
diffusion e´lastique, alors que pour la phase de formation, la majorite´ des re´actions part
en quasi-fission. Il est important de remarquer que la quasi-fission pre´sente des caracte´-
ristiques similaires aux fragments de fission. La se´paration des e´ve`nements associe´s aux
re´actions de quasi-fission ou de fusion-fission est particulie`rement difficile d’un point de
vue expe´rimental. Ces deux me´canismes posse`dent des temps caracte´ristiques diffe´rents
et des mesures de multiplicite´s neutrons permettraient de les diffe´rencier [12].
Dans le re´fe´rentiel du centre de masse, le proble`me a` deux corps se re´duit en un
proble`me a` un corps, et le syste`me composite est ainsi soumis a` l’action du potentiel
effectif suivant,
Veff =
L2
2µr2
+ V (r), (1.1)
ou` µ et r repre´sentent respectivement la masse re´duite et la distance relative entre les
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Fig. 1.1 – Diffe´rents types de re´actions intervenant lors d’une re´action nucle´aire entre
deux noyaux lourds.
centro¨ıdes des deux partenaires de la re´action. V (r) correspond au potentiel d’interaction
coulombien plus nucle´aire. Pour un potentiel central, le moment angulaire L est conserve´
et peut eˆtre exprime´ en fonction du parame`tre d’impact. La hauteur de la barrie`re de
fusion augmente avec le moment angulaire et les diffe´rents processus de´crits pre´ce´dem-
ment, peuvent devenir dominants en fonction de la valeur prise par le moment angulaire
et l’e´nergie incidente du projectile. Au-dela` d’une certaine limite sur le moment angu-
laire LF , le processus de fusion devient ne´gligeable devant d’autres processus tels que par
exemple les collisions tre`s ine´lastiques.
Actuellement, l’utilisation de mode`les a` une dimension simulant le passage d’une bar-
rie`re de potentiel de´pendant du moment angulaire, permet de reproduire correctement les
donne´es sur les sections efficaces de fusion pour les actinides forme´s par collision d’ions
lourds, avec comme condition que le produit des charges du projectile et de la cible soit in-
fe´rieur a` Z1Z2 < 1600. Par contre, pour des syste`mes plus massifs avec Z1Z2 > 1600, et/ou
lorsque la voie d’entre´e est syme´trique, il a e´te´ observe´ expe´rimentalement [13, 14, 15] une
diminution tre`s importante des sections efficaces de fusion. La condition sur le produit
des charges (Z1Z2 ≈ 1600) a e´te´ e´tablie empiriquement pour de´finir la limite a` partir
de laquelle apparaˆıt le phe´nome`ne d’entrave a` la fusion, commune´ment appele´ fusion
hindrance. Une description plus de´taille´e de ce phe´nome`ne sera effectue´e au de´but de la
Section 1.2 de ce chapitre. Pour les noyaux superlourds, le phe´nome`ne d’entrave a` la fusion
est bien pre´sent et complique la description des me´canismes de re´actions.
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Les sections efficaces de fusion peuvent eˆtre de´termine´es a` partir de la formule suivante :
σfus(ECM) =
π
k2
∞∑
L=0
(2L+ 1)Pfus(ECM , L), (1.2)
ou` Pfus(ECM , L) repre´sente la probabilite´ de fusion pour une e´nergie dans le centre de
masse ECM et un moment angulaire L. Cette formule a e´te´ discre´tise´e suivant ce dernier
pour prendre en compte la contribution de chaque onde partielle. k =
√
2µECM
h¯2
est le
nombre d’onde associe´e au syste`me composite de masse re´duite µ.
Nous allons dans un premier temps de´tailler un mode`le simple de fusion pour les
syste`mes ne pre´sentant pas le phe´nome`ne d’entrave a` la fusion, puis nous aborderons le
cas des noyaux superlourds.
1.1 Les syste`mes sans entrave a` la fusion
Pour les syste`mes ne pre´sentant pas d’entrave a` la fusion (Z1Z2 < 1600), la probabilite´
de fusion se re´duit au calcul du coefficient de transmission T (ECM , L), qui prend en compte
le passage sous-barrie`re :
Pfus(ECM , L) = T (ECM , L) =
1
1 + TWKB(ECM , L)
, (1.3)
ou` TWKB(ECM , L) correspond au coefficient de passage de la barrie`re avec effet tunnel et
e´value´ suivant l’approximation WKB [16] (Wentzel-Kramers-Brillouin),
TWKB(ECM , L) = exp
{
2
h¯
∫ r2
r1
√
2µ[V (r, L)− ECM ]dr
}
, (1.4)
ou` r1 et r2 sont respectivement les points d’entre´es et de sorties du tunnel. V (r, L) cor-
respond a` l’e´nergie potentielle (coulombienne, centrifuge et nucle´aire) de la configuration
projectile-cible, de´pendant de la se´paration r entre les centres de masses des partenaires et
du moment angulaire L. L’e´quation (1.3) est valide a` tre`s basse e´nergie bien en dessous de
la barrie`re. Mais, pour des e´nergies proches de la barrie`re, le potentiel est reproduit de ma-
nie`re approche´e par une parabole inverse, en accord avec l’approche de Hill-Wheeler [17]
ou` le coefficient de transmission prend la forme suivante :
T (ECM , L) =
1
1 + exp
{
2π
(
BL−ECM
h¯ωL
)} , (1.5)
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avec BL la barrie`re effective et ωL la pulsation associe´e a` l’onde partielle L. Ici, les noyaux
sont suppose´s sphe´riques, mais ces e´quations peuvent eˆtre modifie´es pour tenir compte de
la de´formation. Ce mode`le ne comporte aucun parame`tre libre, excepte´ ceux du poten-
tiel nucle´aire. Dans Kewpie2, nous avons repris la parame´trisation du potentiel nucle´aire
utilise´e dans HIVAP [18], pour le cas de noyaux sphe´riques,
VN(r) = 59
RPRC
RP +RC
exp
{−1, 33(r −RP −RC)
d
}
, (1.6)
ou` RP et RC correspondent aux rayons du projectile et de la cible (Ri = 1, 126A
1
3
i fm)
et d = 1 fm repre´sente le parame`tre de diffusion surfacique. Cette parame´trisation du
potentiel nucle´aire est similaire a` celle de Bass [19] et est connue sous le terme de potentiel
de proximite´.
1.2 Les noyaux superlourds
Les noyaux superlourds e´tudie´s par la suite ne peuvent eˆtre produits que par des
re´actions de fusion entre ions lourds, pour lesquelles le produit des charges du projec-
tile et de la cible est supe´rieur a` 1600. Les sections efficaces de fusion subissent donc le
phe´nome`ne d’entrave a` la fusion. La Figure 1.2 pre´sente sur un exemple typique les pro-
babilite´s de fusion de noyaux de 220Th mesure´es soit par une re´action tre`s asyme´trique
(40Ar +180 Hf , Z1Z2 = 1296) repre´sente´e par les ronds vides, soit par une re´action plus
syme´trique (124Sn +96 Zr, Z1Z2 = 2000) repre´sente´e par les ronds pleins. Il faut noter
que l’abscisse correspondant a` la re´action asyme´trique (e´chelle supe´rieure) est de´cale´e par
rapport a` l’abscisse infe´rieure pour la re´action plus syme´trique de fac¸on a` superposer les
barrie`res de fusion obtenues a` partir du potentiel de Bass [19]. Les deux courbes en poin-
tille´s reporte´es sur cette figure correspondent aux probabilite´s de fusion calcule´es a` partir
d’un mode`le a` une dimension avec L = 0 utilisant le potentiel de Bass et l’approximation
de Hill et Wheeler [17]. Graˆce au de´calage de l’abscisse, les deux courbes en pointille´s sont
confondues et permettent une comparaison directe des probabilite´s de fusion associe´es a`
chaque re´action. Si nous supposons que la probabilite´ de fusion vaut 0, 5 quand l’e´nergie
de centre de masse est e´gale a` la hauteur de la barrie`re de fusion Bfus, alors Bfus vaut
145 MeV pour le syste`me asyme´trique (145 MeV suivant le potentiel de Bass) et 240 MeV
pour le syste`me syme´trique (215 MeV suivant le potentiel de Bass). Nous remarquons
donc que pour le syste`me asyme´trique, la barrie`re de fusion obtenue par les donne´es et
celle du mode`le de Bass sont e´quivalentes, alors qu’une diffe´rence de 35 MeV apparaˆıt
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Fig. 1.2 – Probabilite´s de fusion associe´es a` deux voies d’entre´e diffe´rentes permettant
de former le meˆme noyau compose´ 220Th. Les ronds vides correspondent a` une re´action
asyme´trique (40Ar +180 Hf , Z1Z2 = 1296) sans entrave a` la fusion et les ronds pleins
correspondent aux donne´es obtenues par une re´action plus syme´trique (124Sn +96 Zr,
Z1Z2 = 2000) pre´sentant une entrave a` la fusion. L’abscisse de la re´action asyme´trique est
situe´e sur le haut de la figure et celle de la re´action syme´trique, sur le bas. Les deux courbes
en pointille´s, qui sont confondues, correspondent a` un calcul a` une dimension utilisant le
potentiel de Bass [19] et l’approximation de Hill et Wheeler [17] (Figure obtenue dans la
re´fe´rence [20]).
pour le syste`me syme´trique entre le calcul et les donne´es. Cette diffe´rence, appele´e extra-
push, apparaˆıt vers Z1Z2 ≈ 1600. Les probabilite´s de fusion obtenues avec une re´action
syme´trique sont clairement tre`s infe´rieures, pour la meˆme e´nergie par rapport a` la barrie`re
de Bass, a` celle obtenues pour une re´action asyme´trique signant la` l’entrave a` la fusion.
L’allure ge´ne´rale et la pente des courbes associe´es aux deux re´actions sont tre`s diffe´rentes.
Depuis une trentaine d’anne´e, diffe´rentes approches ont tente´ d’expliquer ce phe´no-
me`ne d’entrave a` la fusion. Swiatecki et al. [21, 22] propose`rent d’ajouter a` la barrie`re
de potentiel un terme supple´mentaire, appele´ “extra-push”, parame´trise´ suivant la fissilite´
du noyau composite. Cette approche permit de de´finir un crite`re sur le syste`me compose´
pour caracte´riser l’apparition du phe´nome`ne d’entrave a` la fusion ; pour les syste`mes syme´-
triques, ce crite`re se re´duit a` avoir une fissilite´ du noyau composite plus grande que 0, 72.
Ce mode`le prend en compte une dissipation a` un corps (Wall-and-Windows approxima-
tion), c’est a` dire, une perte d’e´nergie qui provient du rebond des nucle´ons sur la surface
du noyau (Wall) et du transfert de nucle´ons d’un noyau a` l’autre a` travers l’ouverture du
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Fig. 1.3 – Localisation du point de contact par rapport au point selle conditionnel suivant
la masse du syste`me (Figure obtenue dans la re´fe´rence [29]).
col (Windows). Mais cette me´thode est phe´nome´nologique et ne parvient pas a` satisfaire
l’ensemble des syste`mes. Par exemple, le crite`re de fissilite´ [22] permettant de discriminer
les syste`mes asyme´triques pre´sentant le phe´nome`ne d’entrave a` la fusion, de ceux qui ne
l’ont pas, n’est pas toujours fiable [2]. De plus, ce mode`le ne permet pas d’en expliquer
l’origine, seule une parame´trisation de l’e´nergie d’extra-push ayant e´te´ effectue´e. Une nou-
velle voie a e´te´ ouverte plus re´cemment [23, 24, 25, 26, 27, 28, 29] avec l’introduction de
fluctuations thermiques. C’est cette dernie`re approche que nous avons choisi d’ame´liorer et
d’appliquer a` la diffusion au dessus d’une barrie`re de potentiel sous friction [30, 31, 32, 33].
Comme les noyaux superlourds pre´sentent une fissilite´ proche de l’unite´, il existe un
point selle conditionnel, pre´servant le noyau compose´ de la de´sinte´gration, correspondant
a` une de´formation tre`s proche du fondamental. Sur la Figure 1.3, la diffe´rence entre un
syste`me le´ger (sans entrave) ou plus massif (avec entrave) peut eˆtre observe´e. Dans le pre-
mier cas, le point de contact (injection) se trouve au-dela` du point selle conditionnel, alors
que pour les noyaux superlourds celui-ci se trouve avant. Nous comprenons donc bien la
diffe´rence qui existe entre les deux configurations : pour le syste`me le´ger, les deux noyaux
au contact se laissent guider par le potentiel pour atteindre le noyau compose´ lors de la
phase de fusion, alors que pour les noyaux superlourds, une e´nergie supple´mentaire est
ne´cessaire pour passer par dessus le point selle conditionnel. Cette description de l’origine
du phe´nome`ne d’entrave a` la fusion est tre`s bien accepte´e actuellement, seule demeure
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Fig. 1.4 – Principe de la de´composition de la phase de fusion en deux e´tapes. VB et BS
repre´sentent respectivement les barrie`res coulombienne et de fusion. Eshell est l’e´nergie de
correction de couches du noyau compose´ A, et V0 correspond a` l’e´nergie potentielle au
point de contact par rapport a` l’e´nergie de l’e´tat fondamental.
une divergence sur la description the´orique du passage de ces deux barrie`res et sur le roˆle
de la dissipation qui influence l’amplitude de cet effet. A noter que des the´ories de type
canaux couple´s [34, 35] introduisent le phe´nome`ne de dissipation bien avant le point de
contact en prenant en compte les excitations coulombiennes.
En ce qui nous concerne, nous proposons donc de de´composer la phase de fusion en
deux e´tapes ainsi que cela est fait dans les re´fe´rences [26, 27, 28, 29, 32, 36, 37, 38, 39, 40]
(cf. Figure 1.4).
1. Tout d’abord, la phase d’approche, avec le passage de la barrie`re coulombienne, pour
atteindre le point de contact (Pcap). Deux mode`les seront utilise´es, le premier appele´
“ approche empirique de Swiatecki” et le second base´ sur le Surface Friction Model.
2. Ensuite, la phase de formation, avec le passage du point selle conditionnel, pour
atteindre le noyau compose´ dans un e´tat excite´ (Pform). Deux approches seront
e´galement utilise´es et reposent sur une e´quation de Langevin [41]. La premie`re ap-
pele´e “approche Langevin analytique”, et la seconde intitule´e “approche Langevin
multi-dimensionnelle”.
La probabilite´ de fusion correspond donc au produit des probabilite´s de capture Pcap et
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de formation Pform.
Pfus(ECM , L) = Pcap(ECM , L)Pform(E
∗, L), (1.7)
ou` l’e´nergie d’excitation E∗ est relie´e a` l’e´nergie du centre de masse ECM par la relation
suivante :
E∗ = ECM +Q, (1.8)
ou` Q repre´sente le Q de la re´action de fusion. Cette de´composition est obligatoire car
nous ne savons pas comment de´crire le passage de ces deux barrie`res de fac¸on unifie´e. En
revanche, la de´composition en deux e´tapes pre´sente un inte´reˆt pour les re´actions de fusion
froide par exemple, puisque le canal d’e´vaporation 1n se situe ge´ne´ralement en dessous ou
au niveau de la barrie`re coulombienne. Les sections efficaces de fusion sont donc particu-
lie`rement faibles. Pour effectuer des calculs pre´cis avec une bonne statistique en un temps
raisonnable (pour les approches de type Langevin et le Surface Friction Model), chaque
passage de barrie`re est traite´ inde´pendamment l’un de l’autre.
Nous allons dans un premier temps de´tailler chaque approche en commenc¸ant par
celles permettant de calculer les probabilite´s de capture, puis celles pour les probabilite´s
de formation du noyau compose´.
1.2.1 La probabilite´ de capture
La probabilite´ de capture correspond a` la probabilite´ d’atteindre le point de contact
lors du passage de la barrie`re coulombienne. Pour les syste`mes le´gers ne pre´sentant pas
d’entrave a` la fusion, cette dernie`re peut eˆtre confondue avec le point selle conditionnel, duˆ
a` leur faible fissilite´. Il en re´sulte que la probabilite´ de fusion est e´gale a` celle de capture.
Les mode`les qui vont eˆtre de´crits dans cette partie peuvent donc eˆtre utilise´s a` la place
de celui pre´sente´ a` la Section 1.1. Nous verrons au Chapitre 3, qu’il sera ne´cessaire de
faire appel a` l’approche empirique de Swiatecki qui prend en compte la de´formation des
noyaux de la voie d’entre´e contrairement au mode`le de´crit a` la Section 1.1. Par contre,
pour les noyaux superlourds, le passage de la barrie`re coulombienne n’est que la premie`re
e´tape vers la fusion comple`te du syste`me.
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1.2.1.1 Approche empirique de Swiatecki (A.E.S.)
Suivant l’approche propose´e par Swiatecki et al. [28, 29, 42, 43], ce n’est pas la proba-
bilite´ mais la section efficace de capture qui est calcule´e, prenant la forme suivante :
σcap(ECM) =
π
k2
∞∑
L=0
(2L+ 1)Pcap(ECM , L). (1.9)
Bien entendu, en accord avec les e´quations (1.2) et (1.7), pour obtenir la section efficace
de fusion, une simple multiplication de chaque terme de la somme de l’e´quation (1.9) par
la probabilite´ de formation sera ne´cessaire. La probabilite´ de capture est re´duite ici a` la
de´termination du coefficient de transmission Tcap(ECM , L), suppose´ e´gal a` la fonction de
Heaviside suivante :
Pcap(ECM , L) = Tcap(ECM , L) = θ
(
ECM −B − h¯
2L(L+ 1)
2µR2B
)
, (1.10)
ou` B repre´sente la hauteur (pour L = 0) de la barrie`re coulombienne et RB sa position.
Ce formalisme stipule que l’e´nergie de centre de masse doit eˆtre supe´rieure a` la somme
de B et de la contribution du potentiel centrifuge associe´ au moment angulaire L. Dans
l’e´quation (1.9), la somme sur le moment angulaire est effectue´e jusqu’a` la valeur LF ,
de´finie par :
ECM −B − h¯
2LF (LF + 1)
2µR2B
= 0. (1.11)
correspondant a` la valeur maximale, associe´e a` une e´nergie du centre de masse ECM
et une hauteur de barrie`re B, pour laquelle la poche de potentiel disparaˆıt. Au-dela` de
cette limite, aucun syste`me composite ne peut eˆtre forme´. La section efficace de capture
devient :
σcap(ECM) = πR
2
B(1−
B
ECM
) si ECM ≥ B, 0 autrement (1.12)
apre`s avoir somme´ sur L jusqu’a` LF , en utilisant les expressions respectives de LF et k.
Cette e´quation correspond donc au cas classique ou` le syste`me est assimile´ a` un corps
noir. Lorsque ECM < B, la section efficace de capture est nulle. Mais, puisque les noyaux
ne sont pas toujours sphe´riques, ou a` cause d’excitations coulombiennes, le concept de
distribution de barrie`res a e´te´ introduit [44, 45] pour ame´liorer le formalisme ou` le coef-
ficient de transmission est re´duit a` une fonction de Heaviside. Ces phe´nome`nes ont pour
effet d’introduire des fluctuations au niveau de la barrie`re coulombienne, qui sont prises
en compte en convoluant l’e´quation (1.12) avec une distribution suppose´e gaussienne de
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barrie`res coulombiennes,
p(B) =
1√
2πσB
exp
[
−(B −B0)
2
2σ2B
]
, (1.13)
ou` les variables σB et B0 ont e´te´ obtenues graˆce a` un ajustement sur des donne´es [42, 43],
B0 = 0, 85247z + 0, 001361z
2 − 0, 0000223z3 avec z = Z1Z2
A
1
3
1 + A
1
3
2
, (1.14)
et,
σB =
v√
2
avec v = CB
√
W 21 +W
2
2 +W
2
0 , (1.15)
ou` C = 0, 07767 fm−1 et W0 = 0, 41 fm. Les variables Wi (avec i = 1 et 2), qui corres-
pondent a` la distribution rms du vecteur du rayon spe´cifie´ par la surface du projectile
et de la cible, de´pendent du rayon moyen et de la de´formation quadrupolaire associe´s a`
chaque noyau :
W 2i =
R2iβ
2
i
4π
, (1.16)
avec Ri = 1, 14A
1
3 fm. Les de´formations quadrupolaires β sont obtenues a` partir de la table
de Møller et Nix [7]. Il est important de remarquer que dans les re´fe´rences [29, 42, 43],
il semble aise´e d’obtenir une parame´trisation de B0 permettant un bon accord avec les
donne´es disponibles (cf. Figure 1.5), alors qu’il est beaucoup plus difficile d’avoir une
parame´trisation simple de v (cf. Figure 1.6). C’est la raison pour laquelle, la variance de
la distribution de barrie`res v pourra eˆtre ajuste´e par la suite. La section efficace de capture
devient finalement :
σcap(ECM) =
∫ ECM
0
σ(B)p(B)dB
=
πR2BσB√
2ECM
[
X(1 + erf(X)) +
1
X
exp(−X2)
]
avec (1.17)
X =
ECM −B0√
2σB
, (1.18)
ou` l’hypothe`se B0√
2σB
≫ 1 a e´te´ faite ; une telle hypothe`se est re´aliste pour des noyaux
superlourds. Il est tout de meˆme important de noter que l’ensemble des parame`tres de
cette approche ont e´te´ ajuste´s sur des syste`mes ne pre´sentant pas d’entrave a` la fusion,
et sont extrapole´s a` la re´gion des noyaux superlourds. De plus, aucune dissipation n’a e´te´
prise en compte dans ce mode`le.
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Fig. 1.5 – Figure obtenue dans la
re´fe´rence [29] ou` sont compare´es
les donne´es et la parame´trisation
de la hauteur de la barrie`re cou-
lombienne en accord avec l’e´quation
(1.14) (courbe en trait plein). Ici
z = Z1Z2
A
1
3
1
+A
1
3
2
correspond au para-
me`tre coulombien.
Fig. 1.6 – Figure obtenue dans la
re´fe´rence [29] ou` sont compare´es les
donne´es et la parame´trisation de
la variance de la distribution de
barrie`res en accord avec l’e´quation
(1.15).
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L’e´quation (1.17) ne de´pend pas implicitement du moment angulaire L, puisque la
somme sur ce dernier a e´te´ effectue´e jusqu’a` LF . Or, par la suite quand nous effectuerons
un calcul d’e´vaporation de type Hauser-Feshbach, la distribution de spin des noyaux est
ne´cessaire. Nous avons donc ame´liore´ le formalisme pre´ce´dent en reprenant l’e´quation
(1.9) et transforme´ le coefficient de transmission (cf. e´quation 1.10) en conside´rant la
convolution par une distribution gaussienne de la barrie`re coulombienne (cf. e´quation
1.13).
Pcap(ECM , L) =
∫ ∞
0
Tcap(ECM , L) exp
[
−(B −B0)
2
2σ2B
]
dB√
2πσB
=
1
2
{
1 + erf
[
1√
2σB
(
Ecm −B0 − h¯
2l(l + 1)
2µR2B
)]}
. (1.19)
ou` a` nouveau l’hypothe`se B0√
2σB
≫ 1 a e´te´ faite. L’e´quation (1.19) correspond a` la pro-
babilite´ de capture associe´e a` chaque onde partielle pour une e´nergie de centre de masse
donne´e. En sommant sur tous les moments angulaires, nous retrouvons l’expression de
l’e´quation (1.17).
1.2.1.2 Surface Friction Model (S.F.M.)
Contrairement au formalisme pre´ce´dent, le Surface Friction Model (SFM), de´veloppe´
par Gross et Kalinowski [46], e´tudie dynamiquement le passage de la barrie`re coulombienne
sous friction. Les principes ainsi que les e´quations re´gissant le syste`me sont de´taille´s ici.
Dans sa version originale, le Surface Friction Model prend en compte des noyaux
inde´formables et sphe´riques. Dans le syste`me du centre de masse, seuls deux degre´s de
liberte´s sont pris en compte, la distance de se´paration des centres des noyaux r, et sa
coordonne´e tangentielle θ. Les e´quations permettant de de´crire l’e´volution du syste`me
sont :
d
dt
(µr˙) = µrθ˙2 − dVCN
dr
−Kr(r)r˙ (1.20)
d
dt
(
µr2θ˙
)
= −Kθ(r)r2θ˙, (1.21)
ou` Kr(r) et Kθ(r) correspondent respectivement aux facteurs de forme lie´s a` la friction
radiale et tangentielle. La premie`re e´quation re´git l’e´volution du mouvement radial alors
que la seconde gouverne celle lie´e au moment angulaire L = µr2θ˙. Durant la phase d’ap-
proche, une dissipation du moment angulaire est prise en compte, en plus de celle sur le
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mouvement radial. Ces dissipations se traduisent par un transfert irre´versible du mouve-
ment relatif vers les degre´s de liberte´s internes des deux partenaires de la re´action. Les
facteurs de forme lie´s a` la friction Kr(r) et Kθ(r) doivent s’annuler pour des distances
de se´paration grandes, c’est a` dire, lorsque l’interaction nucle´aire devient faible. Gross et
Kalinowski ont de´termine´, a` partir d’un mode`le microscopique, que ces derniers devaient
eˆtre proportionnels au carre´ de la de´rive´e du potentiel nucle´aire VN(r),
Kr(r) = K
0
r
(
dVN(r)
dr
)2
(1.22)
Kθ(r) = K
0
θ
(
dVN(r)
dr
)2
, (1.23)
ou` K0r = 4 et K
0
θ = 0, 01 (unite´ : 10
−23 sMeV−1) ont e´te´ ajuste´s sur les donne´es. Le
potentiel nucle´aire est obtenu par la convolution du potentiel d’interaction nucle´on-noyau
V (r) par la densite´ ρ(r).
VN(r) =
1
2
[∫
d3r1VP (|r − r1|) ρT (r1) +
∫
d3r1VT (|r − r1|) ρP (r1)
]
, (1.24)
ou` Vi et ρi (avec i = P, T ) sont choisis phe´nome´nologiquement de type Woods-Saxon.
L’ensemble des parame`tres peuvent eˆtre trouve´s dans la re´fe´rence [46]. Dans l’e´quation
(1.20), VCN(r) correspond a` la somme du potentiel coulombien et nucle´aire.
Fro¨brich et al. [16, 24, 25] ont e´tendu le mode`le en introduisant des fluctuations ther-
miques par une modification des e´quations classiques en e´quations de type Langevin.
Malheureusement un terme r2 a e´te´ oublie´ dans l’intensite´ de la force fluctuante (cf. e´qua-
tion 1.29) de l’e´quation du mouvement re´gissant l’e´volution du moment angulaire [47]. Ce
terme est effectivement inclus dans le code [48] que nous utilisons pour calculer les pro-
babilite´s de capture. L’e´quation radiale (1.20) et l’e´quation tangentielle (1.21) deviennent
donc :
dp
dt
=
L2
µr3
− dVCN
dr
− Kr(r)
µ
p+ φRωR (1.25)
dL
dt
= −Kθ(r)
µ
(
L− 5
7
Lst
)
+ φθωθ, (1.26)
ou` p = µr˙ est le moment conjugue´ de r. Lst est appele´e limite de capture [49, 50],
correspondant au collage des partenaires, et e´value´e a` 5
7
L0 avec L0 le moment angulaire
initial. Les forces de Langevin ωR et ωθ correspondent a` des nombres ale´atoires distribue´s
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selon une gaussienne dont les deux premiers moments sont de´finis par :
〈ωi(t)〉 = 0 et 〈ωi(t)ωj(t1)〉 = 2δijδ(t− t1), (1.27)
ou` i, j = r ou θ. Les intensite´s des forces de Langevin φR et φθ sont relie´es aux termes de
friction KR(r) et Kθ(r) par le the´ore`me Fluctuation-Dissipation.
φ2R = KR(r)T (1.28)
φ2θ = r
2Kθ(r)T, (1.29)
ou` T est la tempe´rature du syste`me. Dans la version que nous utilisons, l’expression du
rayon des noyaux est modifie´e pour tenir compte des effets de surface, Ci = Ri
(
1−
(
d
Ri
)2)
,
ou` d repre´sente le parame`tre de diffusion surfacique et Ri le rayon associe´ au noyau sup-
pose´ sphe´rique.
1.2.1.3 Comparaison des deux approches
Ces deux mode`les sont phe´nome´nologiques car ils pre´sentent des ajustements de cer-
tains de leurs parame`tres. Dans le formalisme de Swiatecki et al., il s’agit de la hauteur de
la barrie`re coulombienne ainsi que des parame`tres de la distribution gaussienne, qui ont
e´te´ ajuste´s sur des syste`mes ne pre´sentant pas de d’entrave a` la fusion. Pour le Surface
Friction Model, ce sont les parame`tres de friction et ceux du potentiel nucle´aire qui ont
e´te´ ajuste´s a` l’expe´rience lors de l’e´tude des re´actions tre`s ine´lastiques.
Mais la principale diffe´rence entre les deux approches re´side dans la prise en compte
des phe´nome`nes lie´s a` la dissipation. Pour Swiatecki et al., aucune dissipation n’est rete-
nue, aussi bien pour le mouvement radial que pour le moment angulaire, lors de la phase
d’approche. Il s’agit juste d’un passage de barrie`re classique. Le Surface Friction Model
semble dans ce sens plus re´aliste mais posse`de des coefficients de friction particulie`rement
forts compare´s a` un mode`le utilisant un potentiel de proximite´ [48]. Une comparaison des
probabilite´s de capture obtenues suivant les deux mode`les est faite sur la Figure 1.7 pour
la re´action 58Fe +208 Pb pre´sentant le phe´nome`ne d’entrave. Nous pouvons observer que
la limite vers laquelle tend le calcul de probabilite´ de capture est 0, 7 pour le Surface Fric-
tion Model, alors qu’elle est de 1 pour l’approche empirique de Swiatecki. Cette diffe´rence
ne peut eˆtre explique´e que par le fait qu’une quantite´ non ne´gligeable de re´actions qui
ont franchit la barrie`re et se situent dans une poche de potentiel, se retrouvent e´jecte´es
de celle-ci et retournent dans la voie d’entre´e a` cause des fortes fluctuations thermiques.
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Nous avons vu que l’intensite´ de la force fluctuante est relie´e au terme de friction par le
the´ore`me Fluctuation-Dissipation. Il en re´sulte que si le terme de friction est fort, l’inten-
site´ des fluctuations le sera e´galement, et les particules peuvent ainsi eˆtre e´jecte´es de la
poche de potentiel ou` elles se trouvent.
Le terme de friction seul, c’est a` dire sans la force fluctuante, apporte juste un de´calage
sur la position de la barrie`re et les particules doivent donc franchir une barrie`re effective
plus e´leve´e due a` la dissipation. Mais, la probabilite´ de capture, dans ce cas ci, tend vers
l’unite´ lorsque l’e´nergie du centre de masse augmente. Le terme associe´e a` la force fluc-
tuante joue, quant a` lui, sur la distribution de barrie`res et donc sur la pente associe´e a` la
courbe de probabilite´ de capture. Si aucune fluctuation n’e´tait prise en compte, nous ob-
serverions une courbe dont l’allure correspondrait a` une fonction de Heaviside positionne´e
a` la barrie`re.
Syste`me BSFM (MeV) BC (MeV) Diffe´rence relative (%)
84
36Kr +
238
92 U 324 331,92 2,4
40
18Ar +
232
90 Th 160 172,63 7,3
40
18Ar +
77
34Se 73,7 75,5 2,4
58
28Ni +
238
92 U 260 269,86 3,7
58
26Fe +
208
82 Pb 220 227 3,1
Tab. 1.1 – Comparaison de la barrie`re coulombienne obtenue suivant l’approche empirique
de Swiatecki (BC) ou suivant le S.F.M. (BSFM) pour diffe´rents syste`mes. La diffe´rence
relative entre les deux barrie`res normalise´e a` BC a e´te´ e´galement reporte´e.
Dans le Tableau 1.1 est reporte´e la hauteur de la barrie`re coulombienne pour dif-
fe´rents syste`mes selon l’approche de Swiatecki et al. (BC), ou selon le Surface Friction
Model (BSFM). Pour ce dernier, nous avons nume´rise´ le potentiel nucle´aire a` partir de
l’e´quation (1.24), auquel l’e´nergie coulombienne a e´te´ ajoute´e. Il est ainsi possible de rele-
ver la position et la hauteur de la barrie`re coulombienne qui ne peuvent pas eˆtre obtenues
analytiquement. Nous pouvons remarquer que la hauteur de la barrie`re BSFM est tou-
jours plus faible que celle obtenue phe´nome´nologiquement (BC). Ceci est duˆ au fait que
la distance a` laquelle de´bute l’interaction nucle´aire dans le Surface Friction Model est
particulie`rement grande. Or cette diffe´rence de hauteur de barrie`re est assez importante
et atteint pour certains syste`mes une dizaine de MeV. Sur la Figure 1.7, ou` sont reporte´es
les probabilite´s de capture suivant les deux approches pour un syste`me donne´, la hauteur
de la barrie`re effective correspondant a` une probabilite´ de capture de Pcapt = 0, 5 peut
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Fig. 1.7 – Comparaison des deux approches pour le calcul de la probabilite´ de capture
pour le syste`me 58Fe+208Pb. En trait plein, calcul suivant le Surface Friction Model [51],
et en pointille´s suivant l’approche empirique de Swiatecki.
eˆtre releve´e. Suivant l’approche de Swiatecki et al., celle-ci est atteinte pour une e´nergie
de 227 MeV qui correspond bien a` la hauteur de la barrie`re coulombienne BC . Par contre,
suivant le Surface Friction Model, la barrie`re effective se situe vers 245 MeV, au lieu de
BSFM = 220 MeV (cf. Tableau 1.1). Une diffe´rence d’une vingtaine de MeV apparaˆıt qui
s’explique par la prise en compte des effets dissipatifs. Bien entendu, cette remarque serait
bien plus inte´ressante si les distributions de barrie`res avaient pu eˆtre calcule´es, car elles
nous montreraient la position re´elle de la barrie`re effective. Mais dans le cas du Surface
Friction Model, a` cause des fluctuations observe´es sur la Figure 1.7, il est impossible de
l’obtenir, car une de´rive´e est ne´cessaire et cela amplifie les fluctuations.
Le Surface Friction Model permet de connaˆıtre l’e´tat moyen du syste`me a` tout ins-
tant et particulie`rement apre`s le passage de la barrie`re coulombienne. Shen et al. [32] ont
montre´ que, pour les noyaux superlourds, l’e´nergie cine´tique e´tait comple`tement dissipe´e
avec ce mode`le au point de contact. Ceci s’explique par la forte dissipation prise en compte.
Le Surface Friction Model a l’avantage d’avoir fait ses preuves lors de l’e´tude des colli-
sions tre`s ine´lastiques et pour la fusion de syste`me sans entrave [16, 24, 46] et ne posse`de
aucune variable d’ajustement. Cependant, il n’a pas e´te´ confronte´ aux donne´es re´centes.
Nous ne pouvons pas affirmer avec certitude quel mode`le (approche empirique de Swia-
tecki ou Surface Friction Model) est le plus re´aliste car chacun pre´sente des ambigu¨ıte´s,
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mais nous pensons que ces deux approches encadrent la meilleure description possible du
processus de capture par le fait que dans un cas aucune dissipation n’est prise en compte
et que dans l’autre, les coefficients de friction souvent conside´re´s comme trop forts, car tre`s
supe´rieurs a` ceux utilise´s pour de´crire les phases suivantes. C’est la raison pour laquelle
nous avons se´lectionne´ ces deux mode`les pour obtenir des informations sur les sections
efficaces de fusion. Il convient de noter ici, que les re´sultats obtenus par le Surface Friction
Model ont e´te´ fournies par G. Kosenko [51].
1.2.2 La probabilite´ de formation du noyau compose´
La probabilite´ de formation correspond a` la probabilite´ qu’un syste`me composite, ini-
tialement au point de contact, franchisse le point selle conditionnel pour former le noyau
compose´. Les re´actions ou` le syste`me composite se se´pare en deux noyaux sans avoir
forme´ un noyau compose´, mais avec e´change de masse entre les partenaires et dissipation
d’e´nergie, sont ge´ne´ralement appele´es re´actions de quasi-fission [52, 53]. Les produits de
re´action de ce type de processus sont tre`s proches de ceux provenant de la fission. Expe´-
rimentalement, il est particulie`rement difficile de les diffe´rencier par les distributions de
masse. Seules les distributions angulaires, lie´es au temps caracte´ristique de la re´action, le
permettent. Nous allons ici de´tailler les diffe´rentes approches permettant de calculer la
probabilite´ de formation du noyau compose´.
1.2.2.1 Approche Langevin analytique (A.L.A.)
Nous allons tout d’abord appre´hender le proble`me avec un mode`le simplifie´ analytique
afin de bien comprendre la physique de cette deuxie`me phase de fusion. Seul le passage
d’une barrie`re parabolique re´pulsive sera e´tudie´, car il s’agit du seul cas ou` le proble`me
est soluble analytiquement. De plus, cela permet de comprendre tre`s facilement la notion
d’extra-push avec l’introduction d’une barrie`re effective de´pendant de la friction. Contrai-
rement a` Swiatecki et al. [28, 29] qui se sont place´s dans le re´gime sur-critique en utilisant
l’e´quation de Smoluchowski [54], nous allons reprendre la de´rivation qui a e´te´ faite dans les
re´fe´rences [30, 33] et conside´rer l’ensemble des re´gimes de friction en utilisant l’e´quation
de Langevin [41],
dp
dt
= −γ dq
dt
+ Fext(q) + Γ(t), (1.30)
Cette e´quation prend en compte l’interaction entre une particule macroscopique, de´finie
par sa coordonne´e q et son moment conjugue´ p, avec un bain thermique. La valeur moyenne
de la force lie´e a` cette interaction est repre´sente´e par le terme de friction −γ dq
dt
et le reste,
qui varie tre`s rapidement, est contenu dans la force ale´atoire Γ(t). Nous nous sommes
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place´s ici dans le cas ge´ne´ral ou` une force exte´rieure Fext(q) agit sur le syste`me. Le roˆle
joue´ par le bain thermique est double : il sert de mode´rateur au syste`me avec le terme de
friction γ, et apporte de l’agitation par le biais des fluctuations. Γ(t) est donc une force
fluctuante dont nous devons de´terminer les caracte´ristiques. Si Γ(t) est le re´sultat d’un
grand nombre de perturbateurs inde´pendants, nous pouvons raisonnablement supposer
qu’elle pre´sente une distribution gaussienne (distribution de Boltzmann du bain thermique
et the´ore`me de la limite centrale). La force est donc comple`tement de´finie par ses deux
premiers moments. Comme la valeur moyenne de la force d’interaction entre la particule
macroscopique et celles du bain thermique est de´ja` prise en compte dans l’e´quation (1.30),
le premier moment de Γ(t) est nul,
〈Γ(t)〉 = 0 (1.31)
De plus, le temps caracte´ristique des collisions entre la particule macroscopique et celles
constituant le bain thermique est suppose´ extreˆmement court a` l’e´chelle de l’ensemble du
processus. Si bien que le temps de relaxation du bain thermique perturbe´ par la particule
macroscopique est tre`s court et aucun effet de me´moire duˆ aux ite´rations ante´rieures n’est
pris en compte. Le processus est donc suppose´ markovien et le deuxie`me moment associe´
a` Γ(t) s’e´crit :
〈Γ(t)Γ(t1)〉 = 2Tγδ(t− t1), (1.32)
en accord avec le the´ore`me Fluctuation-Dissipation. T correspond a` la tempe´rature du
bain thermique. L’hypothe`se markovienne n’est suˆrement pas ve´rifie´e car la fusion est un
processus rapide, mais c’est le seul cas qui sera e´tudie´ par soucis de simplicite´. Des effets
de me´moires peuvent bien sur eˆtre pris en compte [55].
Dans le cas ou` la force exte´rieure de´rive d’un potentiel parabolique [30, 33, 56] qui
s’exprime de la manie`re suivante :
V (q) = −mω
2q2
2
, (1.33)
ou` m est la masse associe´e a` la particule macroscopique et ω la courbure du potentiel au
sommet de la barrie`re. La force de Langevin e´tant suppose´e gaussienne, la distribution de
la variable q le sera aussi. La probabilite´, a` un instant t donne´, que la particule franchisse
le sommet de la barrie`re (q = 0), a` partir d’une position q0 < 0 et d’une impulsion p0 > 0
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initiale, est donc de´termine´e simplement par :
Pform(t, q0, p0, T ) =
∫ ∞
0
dq√
2πσ(t)
exp
(
−(q(t)− 〈q(t)〉)
2
2σ2(t)
)
=
1
2
erfc
(
− 〈q(t)〉√
2σ(t)
)
,
(1.34)
ou` q(t) et σ2(t) repre´sentent la position et la variance de la particule a` un instant t :
< q(t) >= q0
[
e−xωt
{
cosh(
√
1 + x2ωt) +
x√
1 + x2
sinh(
√
1 + x2ωt)
}]
+ p0
[
1
mω
√
1 + x2
e−xωt sinh(
√
1 + x2ωt)
]
(1.35)
avec x = γ
2mω
le parame`tre de friction sans dimension. Pour la variance :
σ2(t) =
T
mω2
[
e−2xωt
(
2
x2
1 + x2
sinh2(
√
1 + x2ωt)
+
x√
1 + x2
sinh(2
√
1 + x2ωt) + 1
)
− 1
]
. (1.36)
Le Surface Friction Model avec une forte dissipation conduit a` une distribution en mo-
ment radial au point de contact une fois la phase d’approche re´alise´e qui est comple`tement
thermalise´e [48] dans le cas des noyaux superlourds et suit une distribution gaussienne
D(p0, p¯0, T0) dont la largeur est consistante avec la tempe´rature du bain thermique.
D(p0, p¯0, T0) =
1√
2πµT0
exp
[
−(p0 − p¯0)
2
2µT0
]
. (1.37)
Nous devons donc prendre en compte cette distribution des conditions initiales lors du
calcul de la probabilite´ de formation du noyau compose´. Pour cela, une simple convolution
de la formule (1.34) par la distribution gaussienne D(p0, p¯0, T0) est ne´cessaire,
Pform(t, q0, p¯0, T ) = lim
t→+∞
∫ +∞
−∞
dp0P (t, q0, p0, T )D(p0, p¯0, T0), (1.38)
ou` la tempe´rature T0 de la distribution gaussienne est suppose´e e´gale a` celle de´finie durant
la phase de formation T . Cette hypothe`se est justifie´e pour les noyaux superlourds car le
point de contact et le point selle sont assez proches l’un de l’autre.
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Pour un temps suffisamment long, la probabilite´ converge vers la limite :
Pform(t→∞, q0, p¯0, T )→ 1
2
erfc
(√
B
T
− 1
x+
√
1 + x2
√
K
T
)
, (1.39)
avec B =
mω2q2
0
2
et K =
p2
0
2m
qui repre´sentent respectivement la hauteur de la barrie`re
et l’e´nergie cine´tique de´finies a` l’instant initial. Graˆce aux fluctuations thermiques, il
y a toujours des particules qui atteignent le sommet de la barrie`re, meˆme si K = 0.
A partir de l’e´quation (1.39), l’e´nergie cine´tique minimale KC ne´cessaire pour que la
position moyenne atteigne le sommet de la barrie`re avec une e´nergie cine´tique nulle peut
eˆtre e´value´e. Avec les fluctuations thermiques, cette limite (KC) signifie que, la moitie´
des particules franchissent la barrie`re et l’autre moitie´ retournent dans la voie d’entre´e.
L’argument de la fonction erreur comple´mentaire de l’e´quation (1.39) est alors nul et
l’e´nergie cine´tique critique s’e´crit donc :
KC = Beff = (x+
√
1 + x2)2B. (1.40)
Le phe´nome`ne de fusion est donc caracte´rise´ par une barrie`re effective Beff qui prend
en compte la viscosite´ nucle´aire. Bien entendu pour des frictions tendant vers ze´ro, la
barrie`re effective tend vers B et nous retrouvons ainsi le cas des syste`mes conservatifs.
Dans le Tableau 1.2, des applications nume´riques ont e´te´ effectue´es suivant la valeur du
parame`tre de friction re´duite β = γ
m
, avec la courbure de potentiel fixe´e arbitrairement a`
h¯ω = 1 MeV. Pour une valeur β = 2.1021 s−1, la barrie`re effective Beff est 3, 4 fois plus
grande que B. La friction augmente donc d’une manie`re conside´rable la barrie`re de fusion,
et joue un roˆle tre`s important dans l’explication du phe´nome`ne d’entrave a` la fusion.
Friction re´duite β (s−1) x Beff
B
(MeV)
1.1021 0, 3291 1, 9
2.1021 0, 6582 3, 4
5.1021 1, 6455 12, 7
1.1022 3, 291 45, 3
Tab. 1.2 – Rapport entre la barrie`re effective et la barrie`re classique suivant l’intensite´
du terme de friction re´duite β (h¯ω = 1 MeV).
Suivant la valeur de l’e´nergie cine´tique, plusieurs re´gimes peuvent eˆtre observe´s [33] a`
partir de l’e´quation (1.39) : K > Beff , K = Beff , K < Beff et K = 0. En moyenne, l’en-
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Fig. 1.8 – La parame´trisation du col, utilise´e dans l’approche Langevin analytique, est
effectue´e en utilisant une connexion de surface quadratique entre les deux noyaux et
tangente en Z1 et Z2, l’origine e´tant prise au centre du noyau 1. (Figure obtenue dans la
re´fe´rence [57])
semble des particules suit la trajectoire classique en conside´rant une barrie`re effective plus
importante que la barrie`re classique sans friction. Par exemple, dans le cas ou` K > Beff ,
l’ensemble des particules franchissent la barrie`re effective. Pour K = Beff , en moyenne,
les particules atteignent le sommet de la barrie`re avec une e´nergie cine´tique nulle. Comme
la valeur moyenne de la force fluctuante est nulle, la moitie´ des particules retourne dans la
voie d’entre´e et l’autre franchit la barrie`re. Par contre, pour les deux derniers cas, comme
l’e´nergie cine´tique est infe´rieure a` la hauteur de la barrie`re effective, la grande majorite´
des particules restent dans la voie d’entre´e sans franchir la barrie`re, mais quelques-unes
peuvent la franchir graˆce aux fluctuations thermiques. Ces dernie`res contribuent donc a` la
formation d’un noyau compose´ par diffusion. Ces deux re´gimes correspondent aux cas des
noyaux superlourds produits par fusion froide, ou` l’e´nergie cine´tique du composite apre`s
le passage de la barrie`re coulombienne est infe´rieure a` la barrie`re effective, voire nulle.
Swiatecki et al. [28, 29] utilisent ce mode`le simplifie´ pour e´tudier la deuxie`me phase du
phe´nome`ne de fusion, avec comme hypothe`se supple´mentaire que le re´gime est sur-critique
et que l’e´quation de Langevin peut eˆtre remplace´e par l’e´quation de Smoluchowski [54].
Ils supposent aussi que l’e´nergie cine´tique initiales est comple`tement thermalise´e avec une
valeur moyenne nulle. L’e´quation (1.39) se re´duit donc a` :
Pform(t→∞, q0, p¯0, T ) = 1
2
erfc
(√
B
T
)
, (1.41)
et ne de´pend pas de la friction. Seule la hauteur de la barrie`re B reste a` de´terminer pour
pouvoir obtenir les probabilite´s de formation du noyau compose´. La barrie`re est calcule´e
macroscopiquement a` partir de l’e´nergie potentielle surfacique suivant trois degre´s de
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liberte´s : l’e´longation entre les deux partenaires de la re´action Σ, l’asyme´trie de masse ∆
et la taille du col ǫ. Ces parame`tres sont de´finis de la manie`re suivante :
Σ =
r
R1 +R2
, ∆ =
R1 −R2
R1 +R2
, ǫ =
l
R1 +R2
, (1.42)
ou` Ri (avec i = 1 ou 2) correspond aux rayons des noyaux et l = (R1−Z1)+Z2− (r−R2)
ou` Z1 et Z2 sont en accord avec leur de´finition sur la Figure 1.8. Swiatecki et al. [29]
proposent une expression analytique de l’e´nergie de de´formation ξ en minimisant cette
dernie`re suivant l’e´longation et la taille du col, mais en fixant le parame`tre d’asyme´trie.
Ils ont ainsi obtenu une parame´trisation de´pendant seulement de l’e´longation.
ξ = a+ bσ + cσ2 avec σ =
L− 2(R1 +R2)
R
=
s
R
, (1.43)
avec a, b et c les parame`tres de la parame´trisation (cf. re´fe´rence [29]). Ri (avec i = 1 ou
2) et R correspondent respectivement aux rayons de chaque noyau de la voie d’entre´e et
a` celui du noyau compose´. L = 2(R1 + R2) + s repre´sente la longueur totale du syste`me
composite incluant le diame`tre de chaque noyau ainsi qu’un parame`tre libre s permettant
de prendre en compte la se´paration entre les surfaces. Ce dernier est compris entre 0, le
point de contact des demi-densite´s, et 3 fm correspondant a` la longueur de se´paration a`
laquelle les nucle´ons situe´s a` la surface de Fermi de chaque noyau commencent a` interagir.
La modification de la valeur de s revient a` ajuster la hauteur de la deuxie`me barrie`re a`
franchir.
Swiatecki et al. se limitent a` Pform(L = 0), correspondant au terme dominant pour
le calcul des probabilite´s de formation. Nous avons donc e´tendu leur mode`le afin de tenir
compte du moment angulaire. Il est donc ne´cessaire pour cela de rede´finir la hauteur de
la barrie`re de la manie`re suivante :
B → B + L
2
st
2I
− L
2
st
2µ(R1/2 + s)2
, (1.44)
ou` I correspond au moment d’inertie au sommet de la barrie`re qui est suppose´ valoir 2mR
2
5
(noyau sphe´rique inde´formable), avec R le rayon du noyau compose´. R1/2 correspond au
point de contact de´fini par les demi-densite´s. L’hypothe`se de la sphe´ricite´ des noyaux
au point selle conditionnel est justifie´e par le fait que seuls des noyaux superlourds sont
conside´re´s (grande fissilite´). Par contre, pour des noyaux plus le´gers, pre´sentant un point
selle plus e´loigne´ de la de´formation nulle, le moment d’inertie est sous-estime´. Pour eˆtre
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Fig. 1.9 – La courbe en trait plein correspond aux sections efficaces de fusion calcule´es
en utilisant pour la probabilite´ de formation Pform(L = 0) seulement, et la courbe en
pointille´s avec Pform(L), en accord avec la description de l’e´quation (1.45). La probabilite´
de capture provient de l’approche empirique de Swiatecki.
cohe´rent avec l’hypothe`se que l’e´nergie cine´tique initiale est comple`tement thermalise´e,
le moment angulaire doit avoir atteint sa limite de capture [49, 50] : Lst =
5
7
L0, ou` L0
correspond au moment angulaire initial. Bien entendu, cette limite correspond a` la valeur
maximum atteint par le moment angulaire, dans le cas ou` aucun roulement n’est introduit
entre les deux noyaux. Sinon, un transfert a lieu de l’e´nergie cine´tique vers l’e´nergie de
rotation du composite.
Comme le montre la Figure 1.9, l’introduction de la de´pendance en moment angulaire
dans la probabilite´ de formation diminue la section efficace de fusion :
∑
L
(2L+ 1)T capL (Ecm)Pform(L) <
[∑
L
(2L+ 1)T capL (Ecm)
]
Pform(L = 0). (1.45)
Il faut noter cependant que cette diminution n’est visible qu’a` haute e´nergie et reste
toujours relativement faible.
1.2.2.2 Approche Langevin multi-dimensionnelle (A.L.M.)
Le mode`le que nous utilisons [32] pour calculer les probabilite´s de formation repose sur
la re´solution d’une e´quation de Langevin multi-dimensionnelle, identique a` celle utilise´e
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Fig. 1.10 – La parame´trisation du col, utilise´e dans l’approche Langevin multi-
dimensionnelle, est effectue´e en utilisant une connexion de surface quadratique entre les
deux noyaux. Au point de contact des demi-sphe`res, ǫ = 1, alors que lorsque les surfaces
des noyaux sont connecte´es par une droite, ǫ = 0.
pour l’e´tude du phe´nome`ne de fission [58, 59], prenant en compte les trois degre´s de liberte´s
cite´s dans la section pre´ce´dente (e´longation, asyme´trie de masse et taille du col), mais
de´finis diffe´remment. L’e´volution de la forme du syste`me est donc e´tudie´e dynamiquement
graˆce a` l’e´quation de Langevin suivante :
dpi
dt
=
∂UL
∂qi
− 1
2
∂
∂qi
(
m−1
)
jk
pjpk − γij
(
m−1
)
jk
pk + gijRj(t), (1.46)
ou` la somme sur les indices i et j est implicite. mij correspond au tenseur de masse e´value´
a` partir de l’approximation hydrodynamique de Werner-Wheeler [60] et UL au potentiel
macroscopique de type goutte liquide utilisant la meˆme parame´trisation que le Two Center
Shell Model [61] auquel est ajoute´ la contribution rotationnelle. La force ale´atoire Rj(t)
est suppose´e gaussienne et son l’intensite´ est gouverne´e par le tenseur gij, relie´ au tenseur
de friction γij par le the´ore`me Fluctuation-Dissipation ge´ne´ralise´,
∑
k
gikgjk = γijT
L, (1.47)
ou` TL correspond a` la tempe´rature du bain thermique. Le tenseur de friction est e´value´
graˆce a` la formule du Wall-and-Windows [62].
Sur la Figure 1.10 est reporte´e la parame´trisation du col dans l’approche Langevin
multi-dimensionnelle. Lorsque les surfaces des deux noyaux sont connecte´es par une droite,
ǫ = 0, alors qu’au point de contact des demi-sphe`res, ǫ = 1. L’e´volution du col entre les
deux noyaux au cours de l’e´volution vers la fusion est totalement inconnue. Nous avons
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donc suppose´ que ce parame`tre est fixe tout au long de ce processus. Le syste`me e´volue
dans une carte de potentiel a` deux dimensions de´pendant de l’e´longation et de l’asyme´trie
de masse. Cette hypothe`se est justifie´e par le fait que le degre´ de liberte´ lie´ a` la taille du
col se thermalise tre`s rapidement compare´ aux deux autres. Conside´rons l’e´volution du
col seule,
ǫ¨+ βǫǫ˙− fǫ
mǫ
=
√
2βǫT
mǫ
Rǫ(t) (1.48)
ou` la masse mǫ et la friction re´duite βǫ sont pris au point de contact. La force fǫ =
−∂U/∂ǫ est suppose´e constante. La force ale´atoire rǫ(t) est suppose´e gaussienne et ses
deux premiers moments obe´issent aux conditions suivantes :
〈Rǫ(t)〉 = 0, 〈Rǫ(t)Rǫ(t′)〉 = δ(t− t′). (1.49)
En prenant comme conditions initiales ǫ(0) = 1, 0 et ǫ˙(0) = 0, la valeur moyenne de ǫ
s’exprime,
〈ǫ(t)〉 = ǫ(0) + fǫ
mǫβǫ
{
t− 1
βǫ
[1− exp(−βǫt)]
}
≈ ǫ(0) + fǫ
mǫβǫ
t, (1.50)
et la variance,
σ2ǫ (t) =
2T
mǫβǫ
[
t− 3
2βǫ
+
2
βǫ
exp(−βǫt)− 1
2βǫ
exp(−2βǫt)
]
≃ 2T
mǫβǫ
t. (1.51)
Dans ces deux dernie`res e´quations, le temps caracte´ristique du processus de formation est
suppose´ grand devant celui gouvernant l’e´volution du col, βǫt≫ 1. En prenant des valeurs
typiques, fǫ ≃ 30 MeV, γǫ ≃ 0, 5 h¯ et T ≃ 0, 5 MeV, nous trouvons que le degre´ de liberte´
associe´ a` la taille du col a le temps de se thermaliser comple`tement durant la phase de
formation, avec une valeur moyenne autour de 〈ǫ(t)〉 ≈ 0, 1. Les travaux sur l’influence
de cette variable de col n’e´tant pas termine´s, il sera conside´re´ comme un parame`tre libre
dans cette e´tude.
1.2.2.3 Comparaison des deux approches
Les deux approches sont semblables et de´rivent d’une e´quation de Langevin. Elles
devraient donc fournir les meˆmes probabilite´s de formation. Mais, des hypothe`ses ainsi
que les parame`tres physiques ne sont pas identiques. Le mode`le de Swiatecki et al. repose
sur l’hypothe`se sur-critique et suppose une comple`te dissipation de l’e´nergie cine´tique
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lors du passage de la barrie`re coulombienne. Cette hypothe`se est ve´rifie´e dans le cas des
noyaux superlourds, mais est douteuse pour la fusion de syste`mes plus le´gers. Suivant
l’approche Langevin multi-dimensionnelle, bien que la phase de fusion soit de´compose´e en
deux e´tapes, une connexion est e´tablie avec les re´sultats de la phase d’approche. Graˆce
a` cela, aucune hypothe`se sur l’e´nergie cine´tique initiale n’est effectue´e lors de la phase
de formation et l’ensemble des re´gimes de friction sont conside´re´s. L’approche Langevin
multi-dimensionnelle comporte un seul parame`tre libre, la taille du col. Il convient de
noter ici que les calculs ont e´te´ fournis par C.W. Shen [63].
syste`me R1/2 R1/2 + s (s = 1, 6 fm) RB
58
28Ni +
238
92 U 11,63 13,23 12,79
58
26Fe +
208
82 Pb 11,31 12,91 12,44
40
18Ar +
77
34Se 8,86 10,46 9,75
Tab. 1.3 – Distance relative entre les deux centres (unite´ : fm)
Suivant l’approche de Swiatecki et al., une ambigu¨ıte´ subsiste sur la validite´ du pa-
rame`tre s initial. Le point de contact de´fini par les demi-densite´s est e´value´ a` R1/2 =
1, 155(A
1/3
1 + A
1/3
2 ) fm. Cela correspond au cas ou` s = 0. La barrie`re coulombienne est
situe´e a` RB = 1, 27(A
1/3
1 + A
1/3
2 ) fm. Nous avons reporte´ dans le Tableau 1.3, les valeurs
correspondantes pour diffe´rents syste`mes. Nous pouvons remarquer que le point de contact
de´fini par les demi-densite´s est bien infe´rieur a` la position de la barrie`re coulombienne. Par
contre, lorsque le parame`tre libre s choisi pour ajuster les calculs aux donne´es vaut 1, 6
fm [29], le point de contact est au-dela` de la position de la barrie`re coulombienne RB. Ceci
est probablement duˆ au fait qu’aucune dissipation n’est prise en compte lors de la phase
d’approche, et qu’il est donc ne´cessaire d’ajuster la position du point de contact pour
compenser cet effet. Il a e´te´ observe´ au cours de simulations de type champ moyen [64]
que lors de la formation du col, une oscillation de grande amplitude a lieu au point de
contact ou` le syste`me tend a` se se´parer avant de fusionner. Il n’est donc peut eˆtre pas si
irre´aliste de choisir un point de contact plus large que celui de´fini par les demi-densite´s,
mais peut-eˆtre pas aussi grand que celui de Swiatecki et al.
1.2.3 Les diffe´rents mode`les utilise´s pour les noyaux superlourds
Lors de la comparaison aux donne´es obtenues pour les noyaux superlourds (cf. Cha-
pitre 3), trois mode`les de fusion seront compare´s :
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1. Celui propose´ par Swiatecki et al. consistant en une probabilite´ de capture obte-
nue a` l’aide de l’approche empirique de Swiatecki (A.E.S.) (cf. Section 1.2.1.1) et
une probabilite´ de formation du noyau compose´ provenant de l’approche Langevin
analytique (A.L.A.) (cf. Section 1.2.2.1).
2. Le Two Step Model (T.S.M.) [32, 38, 39, 40] utilisera quant a` lui le Surface Friction
Model (S.F.M.) (cf. Section 1.2.1.2) pour calculer les probabilite´s de capture et
l’approche Langevin multi-dimensionnelle (A.L.M.) (cf. Section 1.2.2.2) pour celles
de formation du noyau compose´.
3. Enfin, un mode`le hybride prendra en compte des probabilite´s de capture provenant
de l’approche empirique de Swiatecki (A.E.S.) (cf. Section 1.2.1.1) et des probabi-
lite´s de formation de noyau compose´ obtenue graˆce a` l’approche Langevin multi-
dimensionnelle (A.L.M.) (cf. Section 1.2.2.2).
1.3 Conclusion
Meˆme si actuellement l’origine du phe´nome`ne d’entrave a` la fusion (fusion hindrance)
est commune´ment admise et bien comprise, il n’existe pas de mode`le the´orique satisfai-
sant permettant de pre´dire avec certitude son amplitude qui de´pend de la viscosite´. Il
est ne´cessaire de de´composer le processus de fusion pour les noyaux superlourds en deux
e´tapes avec une phase d’approche, caracte´rise´e par le passage de la barrie`re coulombienne
et une phase de formation du noyau compose´, caracte´rise´e par le passage de la barrie`re
de fusion. Diffe´rents mode`les ont e´te´ pre´sente´s dans ce chapitre permettant de calculer
les probabilite´s associe´es a` chaque passage de barrie`re. Nous avons souligne´ que pour la
phase d’approche, l’approche empirique de Swiatecki (A.E.S.) ne prend en compte aucune
dissipation, contrairement au Surface Friction Model. Il est important de noter e´gale-
ment que ces deux approches posse`dent des parame`tres qui ont e´te´ ajuste´s aux donne´es.
Pour la phase de formation du noyau compose´, deux approches de type Langevin ont
e´te´ pre´sente´es. La diffe´rence majeure entre ces deux mode`les re´side dans le fait que l’ap-
proche Langevin analytique (A.L.A.) suppose un re´gime sur-critique, alors que l’approche
Langevin multi-dimensionnelle (A.L.M.) re´sout nume´riquement a` partir d’une carte de
potentiel multi-dimensionnelle le passage de la barrie`re de fusion sans aucune hypothe`se
sur le re´gime de friction. Ces deux approches posse`dent des parame`tres libres, s pour l’ap-
proche Langevin analytique (A.L.A.) et ǫ pour l’approche Langevin multi-dimensionnelle
(A.L.M.), permettant d’ajuster leurs re´sultats aux donne´es. La strate´gie adopte´e dans ce
travail consiste a` valider d’abord le mode`le de de´sexcitation afin d’obtenir, espe´rons-le,
des contraintes sur les mode`les de fusion.
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Chapitre 2
La phase de de´sexcitation du noyau
compose´ : Kewpie2
En ce qui concerne la phase de de´sexcitation, nous avons de´veloppe´ un code nomme´
Kewpie2 [65], qui est une version corrige´e et ame´liore´e de Kewpie [66]. Ce dernier pre´sen-
tait des erreurs aussi bien d’un point de vue nume´rique que the´orique. Un travail de remise
au point a e´te´ effectue´ qui a conduit a` la re´e´criture comple`te du code en C++. De plus,
une e´tude de sensibilite´ a e´te´ effectue´e sur l’ensemble des parame`tres physiques qui seront
pre´sente´s dans ce chapitre, pour bien avoir a` l’esprit l’effet de chacun d’eux sur les calculs.
Cette e´tude est particulie`rement importante pour la re´gion des noyaux superlourds, ou`
peu de variables physiques sont connues avec pre´cision. Dans cette re´gion, il est ne´cessaire
d’extrapoler a` partir des noyaux stables, et c’est la raison pour laquelle cette e´tude de
sensibilite´ prendra toute son importance par la suite pour re´duire les ambigu¨ıte´s.
En accord avec l’approximation de Bohr [10], qui stipule que le noyau compose´ ne garde
aucune me´moire de l’e´tat de la voie d’entre´e, les phases de fusion et de de´sexcitation
du noyau compose´ ont e´te´ dissocie´es. Les sections efficaces de formation d’un re´sidu a`
une e´nergie donne´e ECM dans le centre de masse, par e´vaporation de particules le´ge`res,
s’exprime :
σres(ECM) = πλ
2
∞∑
L=0
Pfus(ECM , L)Psurv(ECM , L), (2.1)
ou` L correspond au moment angulaire total. Cette formule a donc e´te´ discre´tise´e selon
chaque onde partielle. Les mode`les the´oriques permettant de calculer les probabilite´s de
fusion Pfus(ECM , L) ont e´te´ de´crits dans le Chapitre 1. Le but de Kewpie2 est de trai-
ter la phase de de´sexcitation du noyau compose´ et de calculer la probabilite´ de survie
Psurv(ECM , L). L’objet de ce chapitre est de de´crire l’ensemble des parame`tres physiques,
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Fig. 2.1 – Sche´ma de de´sexcitation d’un noyau compose´ ou` seuls l’e´vaporation d’un neu-
tron (Γn), d’un proton (Γp) et le processus de fission (Γf ) sont pris en compte.
ainsi que les me´thodes the´oriques, permettant d’avoir acce`s a` cette probabilite´. Pour Kew-
pie2, les sections efficaces de fusion, obtenues pour chaque onde partielle, ne sont que des
parame`tres d’entre´e permettant de normaliser les calculs et de les comparer aux donne´es.
La probabilite´ de survie Psurv(ECM , L) est proportionnelle au rapport entre la probabilite´
du processus permettant de synthe´tiser le re´sidu recherche´ a` la somme des probabilite´s
de tous les diffe´rents modes de de´sinte´grations possibles. Par exemple, pour les noyaux
superlourds produits par fusion froide, ou` seul le canal d’e´vaporation 1n nous interesse,
P 1nsurv(ECM , J) ∝
Γn0 (ECM , L)
Γtot0 (ECM , L)
, (2.2)
ou` l’indice 0 correspond au noyau compose´ posse´dant une largeur d’e´vaporation neutron
Γn0 (ECM , L) et la somme des probabilite´s de l’ensemble des modes de de´sinte´grations
Γtot0 (ECM , L). Cette formule utilise le signe de proportionnalite´ puisqu’un pre´facteur est
ne´cessaire pour tenir compte de la de´sexcitation des canaux supe´rieurs aux diffe´rents seuils
d’e´mission (e´nergie de liaison de particules le´ge`res ou barrie`re de fission) pour le noyau
fils. Bien entendu, cette formule peut eˆtre ge´ne´ralise´e a` l’e´mission de plusieurs particules :
P xsurv(ECM , L) ∝
x∏
i=0
Γi(ECM , L)
Γtoti (ECM , L)
, (2.3)
ou`, comme pre´ce´demment, i correspond a` l’indice sur un des noyaux de la cascade, menant
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au re´sidu e´tudie´, posse´dant une largeur d’e´mission de particule le´ge`res Γi(ECM , L) et la
somme des probabilite´s de l’ensemble des modes de de´sinte´grations Γtoti (ECM , L).
Un code statistique traitant la de´sexcitation d’un noyau compose´ doit prendre en
compte une cascade de noyaux (cf. Figure 2.1), avec au sommet de celle-ci le noyau
compose´. Au cours de sa de´sexcitation, il va e´vaporer des particules le´ge`res (comme des
neutrons, des protons et des alphas), fissionner et e´mettre du rayonnement gamma. Bien
entendu, d’autres particules peuvent eˆtre e´vapore´es par le noyau compose´, suivant les
conditions initiales (e´nergie d’excitation, moment angulaire total, re´gion de masse...).
Mais, ce sont les seuls processus que nous prendrons en compte par la suite duˆ a` leur
tre`s forte probabilite´ par rapport aux autres types d’e´vaporations. Si nous revenons a`
la description de la Figure 2.1, par e´vaporation de particules le´ge`res, le noyau compose´
va former des noyaux fils ayant une e´nergie d’excitation plus faible. C’est la compe´tition
entre les diffe´rentes de´sinte´grations possibles qui de´termine la probabilite´ de formation
d’un re´sidu donne´. Un processus sera plus ou moins favorise´ suivant le noyau, son e´nergie,
son moment angulaire... Par exemple, dans la re´gion des noyaux superlourds, le processus
de fission est dominant par rapport aux autres, duˆ au simple fait que la barrie`re de fission
est relativement faible compare´e aux barrie`res des autres processus. Dans une re´gion riche
en neutron, il sera tre`s facile a` un noyau compose´ d’e´vaporer un neutron plutoˆt qu’un
proton, et vice versa... Les noyaux fils, ainsi forme´s, peuvent se trouver dans des e´tats
excite´s et, pour se refroidir, vont e´galement se de´sinte´grer. Ces derniers deviennent alors
noyaux pe`res ou e´vaporent des particules le´ge`res, fissionnent et e´mettent du rayonnement
gamma. Une cascade de de´sexcitation se forme jusqu’a` la formation de re´sidus d’e´vapo-
ration.
Nous allons dans un premier temps de´tailler les formalismes statistiques permettant de
calculer ces diffe´rentes probabilite´s, ainsi que leurs variables physiques intrinse`ques. Puis,
dans un deuxie`me temps, nous e´tudierons les parame`tres physiques communs a` l’ensemble
de ces formalismes. La sensibilite´ de ces diffe´rents parame`tres sera e´galement e´tudie´e.
2.1 Les formalismes statistiques
Les formalismes statistiques utilise´s pour traiter la phase de de´sexcitation reposent sur
l’hypothe`se que le syste`me e´tudie´ est en e´quilibre thermodynamique. De plus, l’ensemble
des microe´tats du syste`me sont conside´re´s accessibles avec la meˆme probabilite´ (hypothe`se
microcanonique). Ces deux hypothe`ses impliquent que la probabilite´ pour que le syste`me
44 Chapitre 2. La phase de de´sexcitation du noyau compose´ : Kewpie2
se trouve a` un microe´tat particulier est p = 1
Ω
, ou` Ω est le nombre de microe´tats. Le point
important des formalismes statistiques re´side dans le fait que la probabilite´ de de´sinte´-
gration selon un canal donne´ est proportionnelle au nombre d’e´tats acce´ssibles dans le
noyau re´siduel. Mais nous devons garder a` l’esprit que les mode`les statistiques de´crivent
seulement en moyenne la distribution qui nous inte´resse.
La proce´dure qui va eˆtre suivie par la suite pour de´crire la de´sexcitation d’un noyau
donne´, sera de conside´rer pour chaque mode de de´sinte´gration, la probabilite´ de transition
d’un e´tat initial, avec une e´nergie d’excitation Ei et un moment angulaire total Ji donne´s,
vers un e´tat final Ef et Jf . Pour faciliter la compre´hention et utiliser la meˆme notation
tout au long de la description des diffe´rents formalismes, nous allons partir de la re´action
ge´ne´rale suivante :
a+ A→ C → b+B, (2.4)
ou` a et A repre´sentent les deux noyaux lourds qui vont fusionner pour former le noyau
compose´ C. Ce dernier va se de´sexciter en e´mettant une particule b et former le noyau
re´siduel B. L’ensemble des lettres, servant a` de´finir les diffe´rents noyaux ou particules
de la re´action ci-dessus, seront utilise´es comme indice pour l’ensemble des variables phy-
siques (masses, e´nergie d’excitation, e´nergie cine´tique, moment angulaire ...). Par exemple,
lorsque nous parlerons de la masse de la particule b, celle-ci sera note´e mb...
Nous allons maintenant passer en revue les diffe´rents formalismes pour chaque type
de de´sinte´gration pris en compte et leurs parame`tres associe´s.
2.1.1 La largeur d’e´vaporation de particules le´ge`res
Deux formalismes statistiques existent pour calculer la largeur d’e´vaporation d’une
particule, celui de Weisskopf [67] et de Hauser-Feshbach [68]. Le premier peut eˆtre expli-
que´ essentiellement avec les notions de physique statistique classique et quelques conside´-
rations ge´ome´triques. Alors que le deuxie`me formalisme repose sur la notion de coefficient
de transmission et donc sur l’utilisation d’un potentiel optique permettant de prendre en
compte plus proprement le moment angulaire et le passage au niveau de la barrie`re (cen-
trifuge, coulombienne...). La raison pour laquelle ces deux formalismes ont e´te´ introduits
dans Kewpie2, vient du fait que la prise en compte du moment angulaire ne´cessitera par-
fois des temps de calcul e´leve´s. Par exemple, lors de l’e´tude dynamique de la cascade, nous
aurons besoin d’e´tendre nos calculs jusqu’a` des e´nergies d’excitation tre`s importantes. Un
grand nombre de canaux de de´sexcitation seront alors pris en compte qui, combine´ avec
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Fig. 2.2 – Repre´sentation sche´matique du potentiel en fonction de l’e´longation pour le
processus d’e´vaporation d’une particule le´ge`re. Bb correspond a` l’e´nergie de liaison de la
particule e´mise avec une e´nergie cine´tique ǫb. VC est la barrie`re coulombienne. E
∗
C et E
∗
B
repre´sentent respectivement les e´nergies d’excitation du noyau pe`re et du noyau fils.
le formalisme de Hauser-Feshbach, ne´cessitera des temps de calculs astronomiques.
Sur la Figure 2.2 est reporte´e une repre´sentation sche´matique de l’e´volution du poten-
tiel en fonction de l’e´longation pour le processus d’e´vaporation d’une particule le´ge`re, ainsi
que les variables physiques ne´cessaires a` sa description. Nous allons maintenant de´tailler
le formalisme de Weisskopf, pour bien avoir a` l’esprit l’ensemble des hypothe`ses utilise´es
pour l’obtenir.
2.1.1.1 Weisskopf
Le formalisme de Weisskopf est base´ sur le principe de la balance de´taille´e et sur la
re´action inverse b+B → C. Si le syste`me est conside´re´ en e´quilibre thermodynamique, la
probabilite´ de de´croissance par unite´ de temps WC→bB est donne´ par :
∆tWC→bB =
ΩC→bB(∆t)
ΩC(E∗C)
=
ρC→bB(∆t)
ρC(E∗C)
, (2.5)
ou` ΩC→bB(∆t) et ΩC(E∗C) repre´sentent respectivement le nombre de microe´tats du noyau
compose´ qui ont de´cru pendant le temps ∆t vers la paire particule-noyau re´siduel (b,B),
et le nombre total de microe´tats du noyau compose´ a` une e´nergie d’excitation E∗C . Dans
l’e´quation (2.5), une premie`re hypothe`se a e´te´ faite pour le passage entre le membre
du milieu et celui de droite ou` la distribution de densite´ d’e´tats est suppose´e continue
(ρC→bB(∆t) et ρC(E∗C)) et non plus discre`te (ΩC→bB(∆t) et ΩC(E
∗
C)). Ceci sera d’autant
plus vrai pour des noyaux de plus en plus massifs et/ou des e´nergies d’excitation e´leve´es.
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La relation entre la probabilite´ de de´croissance par unite´ de tempsWC→bB et la largeur
de de´croissance est donne´e par :
WC→bB =
ΓC→bB
h¯
. (2.6)
Il est maintenant ne´cessaire d’exprimer la densite´ d’e´tats ρC→bB(∆t). Pour cela, un nou-
vel ensemble de densite´ d’e´tats de´fini pour la paire (b, B) est cre´e´ (ρbB), contraint par un
volume V. La densite´ d’e´tats ρC→bB(∆t) n’est donc qu’un sous-ensemble de ρbB. En multi-
pliant le nume´rateur et le de´nominateur de l’e´quation (2.5) par ρbB, le quotient
ρC→bB(∆t)
ρbB
apparaˆıt et repre´sente la probabilite´ de microe´tats contenus dans l’ensemble ρbB qui ont
de´crus du noyau compose´ vers la paire (b, B). Ou, en utilisant le principe de renversement
du temps, cela revient a` conside´rer les microe´tats de la paire (b, B) de l’ensemble ρbB qui
contribuent a` la formation du noyau compose´ C. Cette quantite´ pourra eˆtre de´termine´e
graˆce a` des conside´rations de physique statistique. Pour une particule a` une distance rbB
du centre de B, la probabilite´ qu’il y ait formation d’un noyau compose´ est :
p(rbB) =
σbB
4πr2bB
, (2.7)
ou` σbB est la section efficace de la re´action inverse b+B → C. La valeur moyenne de p(rbB)
correspond a` la fraction de microe´tats requis duˆ au simple fait que la distribution en vitesse
des particules dans un volume fixe´ V est suppose´e ale´atoire. Pendant un intervalle de temps
∆t, seules les particules se trouvant a` une distance rbB infe´rieure a` vb∆t contribueront a`
la formation du noyau compose´,
〈p〉 = 1
V
∫ vb∆t
rbB=0
p(rbB)4πr
2
bBdrbB, (2.8)
=
σbBvb∆t
V
=
ρC→bB(∆t)
ρbB
. (2.9)
L’e´quation (2.5) devient,
WC→bB =
1
ρC(E∗C)
σbBvb
V
ρbB. (2.10)
ρbB doit eˆtre e´value´ et pour cela, il est ne´cessaire de faire apparaˆıtre la densite´ de niveaux
du noyau re´siduel ρB. La particule b est suppose´e eˆtre e´mise dans son e´tat fondamental
avec un spin sb. De plus, le noyau re´siduel B est suppose´ assez massif pour eˆtre conside´re´
au repos et situe´ au centre du volume V (hypothe`se que le noyau re´siduel ne posse`de
pas d’e´nergie de recul). La densite´ d’e´tats de la particule b e´quivaut donc a` celle d’une
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particule libre, qui pour une particule de masse mb et d’e´nergie cine´tique ǫb vaut :
ρb(ǫb) =
gbV (2πmb)
2
3 ǫ
1
2
b
h3Γ(3
2
)
, (2.11)
ou` gb = 2sb + 1 est le terme de de´ge´nerescence lie´ au moment cine´tique de spin, et
Γ(3
2
) =
√
2
2
. La densite´ d’e´tats ρbB correspond a` la convolution des densite´s d’e´tats des
deux partenaires pris se´pare´ment,
ρbB =
∫ EbB
0
∫ EbB
0
ρb(ǫb)ρB(E
∗
B)δ(ǫb + E
∗
B − EbB)dǫbdE∗B (2.12)
=
∫ EbB
0
ρb(ǫb)ρB(EbB − ǫb)dǫb, (2.13)
ou` EbB = ǫb+E
∗
B. ρB(E
∗
B) repre´sente la densite´ de niveaux du noyau re´siduel B pour une
e´nergie d’excitation E∗B = E
∗
C − Bb donne´e, avec Bb l’e´nergie de liaison de la particule b
avec le noyau compose´ C. Pour une particule e´vapore´e avec une e´nergie cine´tique comprise
dans l’intervalle [ǫb, ǫb + dǫb], la probabilite´ de transition par unite´ de temps devient :
dWC→bB
dǫb
dǫb =
1
h¯
dΓb
dǫb
dǫb =
σbB
V ρC(E∗C)
(
2ǫb
mb
)
1
2
dρbB
dǫb
dǫb. (2.14)
=
σbB8πgbmb
h3
ρB(EbB − ǫb)
ρC(E∗C)
ǫbdǫb. (2.15)
La largeur de de´sexcitation qui sera utilise´e par la suite prend donc la forme suivante [69] :
Γb =
(2sb + 1)µb
π2h¯2ρC(E∗C)
∫ E∗C−Bb
0
σbinv(ǫb)ρB(E
∗
B)ǫbdǫb, (2.16)
ou` µb est la masse re´duite de la paire (b, B). Pour obtenir l’e´quation (2.16), un changement
de repe`re a e´te´ effectue´ et le syste`me est maintenant e´tudie´ dans le centre de masse. C’est
la raison pour laquelle, la masse re´duite µb a remplace´ la masse mb de la particule b. De
meˆme pour ǫb qui ne repre´sente plus l’e´nergie cine´tique de la particule b, mais l’e´nergie
cine´tique relative entre la particule b et le noyau re´siduel B. L’e´nergie de liaison Bb est
de´termine´e par :
Bb = (mb +mB −mC) c2 (2.17)
ou` mC , mb et mB sont respectivement les exce`s de masses du noyau compose´, de la
particule e´vapore´e et du noyau re´siduel, obtenus a` partir de la table de Møller et Nix [7].
La variable σbinv correspond a` la section efficace inverse de re´action pour la particule
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b conside´re´e. Ge´ne´ralement cette quantite´ est extraite des expe´riences ou des mode`les
de fusion, bien que dans le cas qui nous concerne, il s’agisse de la capture par un e´tat
excite´. Suivant la particule prise en compte, nous avons retenu pour cette variable les
parame´trisations suivantes :
1. Dans le cas d’un neutron [70] :
σninv(ǫb) = α(1 +
β
ǫb
)πR2, (2.18)
avec α = 0, 76 + 1, 93A−
1
3 , αβ = 1, 66A−
2
3 − 0, 05 et R = 1, 7A 13 fm.
2. Dans le cas d’une particule charge´e [71] :
σp,αinv(ǫb) = πR
2(1− Vb
ǫb
), (2.19)
avec R = roA
1
3 +Rb, ro = 1, 42 fm et Vb =
ZiZe
2
reA
1
3+Rb
.
(a) Pour un proton : Rb = 1, 44 fm, re = 1, 81 fm.
(b) Pour un alpha : Rb = 2, 53 fm, re = 2, 452− 0, 408 log10(2Z) fm.
Pour l’ensemble des cas, A et Z repre´sentent le nombre de masse et la charge associe´s au
noyau fils. Nous pouvons remarquer que pour les particules charge´es, seules les sections
efficaces ge´ome´triques ont e´te´ prises en compte, auxquelles un facteur correctif tenant
compte de la barrie`re coulombienne a e´te´ inclus. Cela signifie que nous avons effectue´ une
approximation classique, qui revient a` conside´rer le noyau comme un corps noir, absorbant
toute particule, lorsque son e´nergie cine´tique est supe´rieure a` la barrie`re coulombienne.
2.1.1.2 Hauser-Feshbach
Le principe de ce formalisme repose sur l’imple´mentation de la de´pendance en mo-
ment angulaire de la probabilite´ d’e´mission de particules le´ge`res, ainsi que du passage
sous barrie`re. Pour cela, un traitement quantique est ne´cessaire pour obtenir la largeur
d’e´vaporation, ainsi qu’une densite´ de niveaux de´pendante du moment angulaire. L’en-
semble de la de´rivation de la formule est de´crite en de´tail dans la re´fe´rence [16], mais
une erreur est pre´sente a` la fin de la de´monstration. Or dans la premie`re version de
Kewpie, c’est cette formule erronne´e qui e´tait utilise´e, ce qui a conduit a` l’utilisation de
valeurs plutoˆt irre´alistes pour certains parame`tres libres, comme celui lie´ a` la friction [66]
(β = 5.1020 s−1) pour augmenter la probabilite´ de fission. La bonne formulation de la
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largeur d’e´vaporation est :
ΓJ{C;J ;E∗
C
}→{b;SB} =
1
2πρC(E∗C ; J)
∑
SB
∫ E∗C−Bb
0
dǫbρB(E
∗
C −Bb − ǫb;SB)
J+SB∑
jb=|J−SB |
jb+Sb∑
lb=|jb−Sb|
Tlb(b; ǫb). (2.20)
Pour le noyau re´siduel, seul le moment cine´tique de spin SB est pris en compte. Alors
que pour la particule e´mise, le moment angulaire orbital lb et le moment cine´tique de
spin Sb sont inclus, d’ou` le couplage des deux pour donner le moment angulaire total−→
jb =
−→
lb +
−→
Sb. Un coefficient de transmission Tlb(b; ǫb) est utilise´ et ne de´pend ici que du
moment angulaire orbital de la particule e´mise et de son e´nergie cine´tique. Le coefficient
de transmissison prend en compte les effets coulombien VC , centrifuge VL et nucle´aire VN ,
entre la particule e´mise et le noyau re´siduel. Le roˆle de ce coefficient de transmission est de
calculer la probabilite´ de former un noyau compose´ lors de la re´action inverse b+B → C,
en tenant compte de l’ensemble des effets physiques entre les deux partenaires cite´s pre´-
ce´demment.
Dans la formule de Hauser-Feshbach, deux sommes sont pre´sentes, une sur le moment
angulaire total de la particule b et l’autre seulement sur son moment angulaire orbital.
Pour chaque valeur prise par les indices de ces sommes, le coefficient de transmision doit
eˆtre calcule´ et ne´cessite l’inte´gration de l’e´quation de Schro¨dinger,
(
d
dr2
− l(l + 1)
r2
− 2µ
h¯
[VC(r) + VN(r)]
)
Ψ(r) = ECMΨ(r), (2.21)
a` partir de r = 0 jusqu’a` l’infini, pour pouvoir exploiter les proprie´te´s asymptotiques de la
fonction d’onde. ECM est l’e´nergie du centre de masse du syste`me. A une distance rasymp
assez importante (ou` le potentiel nucle´aire n’a plus d’effet), la matrice de diffusion Sl
peut eˆtre calcule´e et on peut en de´duire la valeur du coefficient de transmission graˆce a`
la relation suivante :
Tl = 1− |Sl|2 . (2.22)
Pour inte´grer l’e´quation de Schro¨dinger, la me´thode de Noumerov [72] est utilise´e. A
l’infini, pour un moment angulaire l donne´, la solution ge´ne´ral de l’asymptote de l’e´quation
de Schro¨dinger est de la forme :
Ψ(r) = H
(−)
l (η, kr)− SlH(+)l (η, kr), (2.23)
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avec,
H
(−)
l (η, kr) = Gl(η, kr)− iFl(η, kr) (2.24)
H
(+)
l (η, kr) = Gl(η, kr) + iFl(η, kr), (2.25)
ou` η = ZBZb
137
√
µ
2ECM
est le parame`tre de Sommerfeld, et k le nombre d’onde associe´e
a` l’e´nergie de centre de masse ECM . Fl(η, kr) et Gl(η, kr) sont respectivement les fonc-
tions d’ondes coulombiennes re´gulie`res et irre´gulie`res [73], obtenues graˆce aux librairies
GSL [74]. En utilisant les valeurs de la fonction d’onde Ψ(r) a` des distances r1 et r0 tel
que r1 > r0 ≫ 0, la matrice Sl est de´termine´e par :
Sl =
H
(−)
l (η, kr0)Ψ(r1)−H(−)l (η, kr1)Ψ(r0)
H
(+)
l (η, kr0)Ψ(r1)−H(+)l (η, kr1)Ψ(r0)
. (2.26)
Le potentiel nucle´aire de l’e´quation (2.21) correspond a` un potentiel optique. Cela signifie
que la matrice Sl pre´sente une partie imaginaire correspondant a` la probabilite´ de for-
mation du noyau compose´ lors de la re´action inverse. La partie imaginaire du potentiel
correspond a` la partie absorbante de la re´action, simulant la capture par le noyau re´siduel
de la particule b. La partie re´elle prend en compte la diffusion des deux partenaires. La
forme ge´ne´rale du potentiel nucle´aire est donc :
VN(r) = UN(r) + iWN(r) (2.27)
ou` UN(r) et WN(r) repre´sentent respectivement la partie re´elle et imaginaire du potentiel
nucle´aire selon la de´finition suivante :
UN(r) = URf(r, rR, aR) +
USOlbλ
2
π
r
df(r, rSO, aSO)
dr
(2.28)
WN(r) = −WV f(r, rV , aV ) + 4aSFWSF df(r, rSF , aSF )
dr
, (2.29)
ou` λπ = 2 fm est la longueur d’onde du pion Compton. La variable lb, pre´sente dans
l’e´quation 2.28, remplace le terme de couplage spin-orbite a` cause de l’hypothe`se de la
de´pendance uniquement en lb du coefficient de transmission. Si le couplage spin-orbite
avait e´te´ correctement pris en compte, deux termes devraient apparaˆıtre. Mais cela ne
modifie pratiquement pas le calcul du coefficient de transmission. La variable f correspond
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Parame`tres Neutron Proton
UR (MeV) 56, 3− 0, 32Elab − 24I 54− 0, 32Elab + 0, 4 Z
A
1
3
+ 24I
rR (fm) 1, 17 1, 17
aR (fm) 0, 75 0, 75
USO (MeV) 6, 2 6, 2
rSO (fm) 1, 01 1, 01
aSO (fm) 0, 75 0, 75
WV (MeV) 0, 22Elab − 1, 56 0, 22Elab − 2, 7
rV (fm) 1, 26 1, 32
aV (fm) 0, 58 0, 51 + 0, 7I
WSF (MeV) 13− 0, 25Elab − 12I 11, 8− 0.25Elab + 12I
rSF (fm) 1, 26 1, 32
aSF (fm) 0, 58 0, 51 + 0, 7I
Tab. 2.1 – Tableau regroupant les parame`tres du potentiel optique suivant la parame´-
trisation de Becchetti et al. [75]. Seuls les neutrons et les protons sont pris en compte.
I = A−2Z
A
est le parame`tre d’isospin.
a` une fonction de type Wood-Saxon,
f(r, ri, a) =
1
1 + exp
(
r−riA
1
3
a
) . (2.30)
Comme tout potentiel optique, l’ensemble de ces parame`tres (cf. Tableau 2.1 pour les
neutrons et les protons) ont e´te´ ajuste´s sur des donne´es. Nous avons choisi ici la para-
me´trisation de Becchetti et al. [75], qui a pour domaine de validite´, A > 40 et Elab < 50
MeV sur lequel a e´te´ effectue´ l’ajustement des parame`tres. De plus, cette parame´trisation
prend en compte les effets lie´s a` l’isospin. Un terme coulombien correctif (0, 4 Z
A
1
3
), intro-
duit initialement par Perey [76], a e´te´ inclus dans le terme UR pour l’e´mission de proton.
De nombreuses parame´trisations existent pour les potentiels optiques, suivant les par-
ticules conside´re´es, les re´gions de masse, l’e´nergie a` laquelle se fait la re´action... Nous
allons, dans la prochaine section, comparer le calcul du coefficient de transmission utili-
sant les parame`tres pre´ce´dents avec la parame´trisation de Varner [77], qui est du meˆme
type que celle de Becchetti et al., mais dont l’e´tude est plus re´cente et posse`de un domaine
de validite´ plus large : 40 < A < 209 et 10 < Elab < 65MeV .
Lors de la description du formalisme de Weisskopf, la possibilite´ d’e´mettre des parti-
cules alphas a e´te´ inclus. Il est donc ne´cessaire pour eˆtre cohe´rent de trouver un potentiel
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Parame`tres Valeurs
a0 (MeV) 101, 1
a1 (MeV) 6, 051
a2 −0, 248
b0 (MeV) 26, 82
b1 (MeV) −1, 706
b2 0, 0006
rv (fm) 1, 245
c0 (fm) 0, 817
c1 (fm) −0, 0085
rw (fm) 1, 57
d0 (fm) 0, 692
d1 (fm) −0, 02
Tab. 2.2 – Parame`tres du potentiel optique pour l’e´mission de particules alphas [78].
optique permettant de les prendre en compte. La parame´trisation [78] suivante est utilise´e :
UN(r) = (a0 + a1
Z
A
1
3
+ a2Eα)f(r, rv, av) (2.31)
WN(r) = (b0 + b1A
1
3 + b2Eα)f(r, rw, aw), (2.32)
ou` la fonction f(r, rw, aw) est la meˆme que celle de la formule (2.30). Les parame`tres av
et aw ont e´galement e´te´ soumis a` l’ajustement sur les donne´es,
av = c0 + c1A
1
3 (2.33)
aw = d0 + d1A
1
3 . (2.34)
Les valeurs des parame`tres sont regroupe´es dans le Tableau 2.2.
2.1.1.3 Comparaison entre le formalisme Weisskopf et de Hauser-Feshbach
Les formules de largeur d’e´vaporation de particules le´ge`res, suivant Weisskopf ou
Hauser-Feshbach, sont tre`s similaires puisqu’elles de´rivent toutes les deux des meˆmes
hypothe`ses statistiques. A part le pre´facteur qui vient des conside´rations mathe´matiques,
une parfaite analogie peut eˆtre observe´e. Les deux formules comportent le rapport entre
les densite´s de niveaux du noyau fils et du noyau pe`re (que nous retrouverons e´galement
dans les autres formalismes par la suite), correspondant au de´nombrement des microe´-
tats. Ensuite, une section efficace inverse de re´action est incluse dans le formalisme de
Weisskopf, et un coefficient de transmission pour Hauser-Feshbach. Ces deux quantite´s
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Fig. 2.3 – Comparaison de la largeur d’e´vaporation d’un neutron obtenue lors d’un calcul
de type Weisskopf (courbe en pointille´s) ou Hauser-Feshbach (courbe en tirets suivant la
parame´trisation du potentiel optique de Becchetti et al. [75] et en trait plein suivant celle
de Varner et al. [77]) pour un noyau pe`re 238U . L’e´nergie de liaison a e´te´ fixe´e a` Bn = 6
MeV et le parame`tre de densite´ de niveaux a` a = A
10
.
jouent le meˆme roˆle et de´terminent la probabilite´ de former un noyau compose´ a` partir
de la re´action inverse b + B → C. Dans le premier cas, il s’agit d’une formule ajuste´e
phe´nome´nologiquement a` partir de donne´es expe´rimentales pour une particule donne´e, en
sommant l’ensemble des contributions sur le moment angulaire, alors que dans le second
cas, le proble`me est traite´ de manie`re quantique, en discre´tisant la contribution de chaque
onde partielle. Mais, pour ce dernier, le potentiel nucle´aire d’inte´raction entre les deux
partenaires de la re´action est obtenu phe´nome´nologiquement.
Afin de comparer les deux formalismes, la formule de normalisation en moment angu-
laire suivante a e´te´ utilise´e :
ΓWei ≡
∑
JC
ρ(E∗C , JC)ΓHF (E
∗
C , JC)∑
JC
ρ(E∗C , JC)
, (2.35)
ou` ΓWei et ΓHF repre´sentent respectivement la largeur d’e´vaporation obtenue par un
calcul de type Weisskopf et Hauser-Feshbach. Pour les densite´s de niveaux, nous pre´ci-
serons dans la Section 2.2.1 le choix qui a e´te´ fait. Lors de l’e´vaporation d’un neutron a`
partir du noyau d’uranium 238, il existe tre`s peu de diffe´rence entre un calcul de type
Weisskopf ou Hauser-Feshbach (cf. Figure 2.3). La diffe´rence relative entre les diffe´rents
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Fig. 2.4 – Comparaison de la largeur d’e´vaporation d’un proton obtenue lors d’un calcul
de type Weisskopf (courbe en pointille´s) ou Hauser-Feshbach (courbe en tirets suivant la
parame´trisation du potentiel optique de Becchetti et al. et en trait plein suivant celle de
Varner et al.) pour un noyau pe`re 238U . L’e´nergie de liaison a e´te´ fixe´e a` Bp = 6 MeV et
le parame`tre de densite´ de niveaux a` a = A
10
.
calculs de la Figure 2.3 par rapport a` la courbe du milieu, correspondant a` un calcul de
type Hauser-Feshbach utilisant la parame´trisation de Becchetti et al., est infe´rieure a` 5%.
Cette incertitude peut paraˆıtre importante, mais ne permettra pas d’expliquer les ordres
de grandeur de diffe´rence entre les calculs et les donne´es dans la re´gion des noyaux super-
lourds.
Lors de l’e´tude de l’e´vaporation d’un proton (cf. Figure 2.4) a` partir du meˆme noyau
compose´ que pre´ce´demment, un bon accord est observe´ entre un calcul de type Weisskopf
et Hauser-Feshbach a` haute e´nergie d’excitation (a` partir de E∗ = 50 MeV). Par contre,
a` basse e´nergie d’excitation, une diffe´rence apparait duˆ au formalisme utilise´ et la prise
en compte ou non du passage par effet tunnel de la barrie`re coulombienne. Cette dernie`re
est e´gale a` Vp = 10, 36 MeV suivant le formalisme de Weisskopf, auquel s’ajoute l’e´nergie
de liaison Bp = 6 MeV. C’est la raison pour laquelle le calcul de type Weisskopf ne com-
mence qu’aux alentours de 16 MeV, alors que le calcul de type Hauser-Feshbach de´bute
vers 14 MeV (un seuil sur le coefficient de transmission a e´te´ introduit dans le formalisme
de Hauser-Feshbach pour limiter les temps de calcul et vaut Tcut = 10
−2. Cela signifie que
lorsqu’un coefficient de transmission est infe´rieur a` Tcut, celui-ci n’est pas pris en compte,
et la somme sur le moment angulaire lb de la formule (2.20) est arreˆte´e). Pour un coef-
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Fig. 2.5 – Influence de la valeur de la coupure sur le coefficient de transmission. La courbe
en trait plein correspond a` Tl = 10
−50 et celle en tirets a` Tl = 10−2.
ficient de transmission moins restrictif (cf. Figure 2.5), le calcul semble plus raisonnable
et de´bute de`s que l’e´nergie de liaison est de´passe´e. Une des conse´quences les plus impor-
tantes de cette diffe´rence entre les deux formalismes sera donc de favoriser, pour un calcul
de type Hauser-Feshbach, l’e´mission de particules le´ge`res charge´es a` basse e´nergie d’ex-
citation. Il est important de noter e´galement qu’une valeur de Tcut = 10
−2 permet pour
l’e´vaporation d’un neutron d’obtenir un bon accord entre les diffe´rents formalismes (cf.
Figure 2.3) et donc de ne pas arreˆter trop rapidement la somme sur le moment angulaire lb.
En observant les ordres de grandeurs des largeurs d’e´vaporation sur les deux Figures 2.3
et 2.4, nous pouvons remarquer que pour ce noyau, qui se situe sur la ligne de stabilite´,
il sera beaucoup plus facile d’e´vaporer un neutron plutoˆt qu’un proton (pour une meˆme
e´nergie de liaison). Par exemple, avec 50 MeV d’e´nergie d’excitation, la largeur d’e´vapo-
ration d’un neutron est de l’ordre de Γn ≈ 1020 MeV, alors que pour un proton, celle-ci
est de l’ordre de Γp ≈ 1017 MeV. Nous observons donc bien que dans ce cas ci, il sera
beaucoup plus facile de produire des re´sidus d’e´vaporation par e´mission de neutrons, que
par e´mission de protons. D’ou` l’intereˆt d’introduire un parame`tre de coupure Tcut pour
limiter les temps de calculs vu que la prise en compte de l’effet tunnel, pour les parti-
cules charge´es, est ne´gligeable compare´ a` l’e´vaporation d’un neutron. Bien entendu, nous
devrons rester vigilant quant a` cette dernie`re remarque ou` la prise en compte de l’effet
tunnel pour les particules charge´es sera importante si nous nous inte´ressons a` des re´sidus
bien particuliers se trouvant dans une queue de distribution ou a` des temps de fission
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pour des noyaux fortement excite´s. Mais pour notre e´tude des re´sidus d’e´vaporation, une
coupure fixe´e a` Tcut = 10
−2 sera amplement suffisante.
Nous avons donc pu observer sur les diffe´rentes figures, que les deux parame´trisations
propose´es pour le potentiel optique, ne´cessaire au calcul du coefficent de transmission,
lors d’un calcul de type Hauser-Feshbach, donnent des re´sultats quasiment identiques.
Par la suite, nous n’en garderons donc qu’une seule, celle de Becchetti et al.. Nous avons
pu e´galement remarquer qu’a` basse e´nergie d’excitation, une diffe´rence a e´te´ mise en
e´vidence entre un calcul de type Weisskopf et Hauser-Feshbach. Seules deux contributions
permettent d’en expliquer l’origine : la prise en compte du moment angulaire et de l’effet
tunnel dans le formalisme de Hauser-Feshbach. Or, le premier ne contribue pas d’une
manie`re significative a` la grande diffe´rence observe´e a` basse e´nergie d’excitation. Ceci a
e´te´ observe´ lors de l’e´tude de l’e´vaporation d’un neutron ou` les largeurs obtenues par les
diffe´rents formalismes sont e´quivalentes (une fois la normalisation sur le moment angulaire
effectue´e pour les calculs de type Hauser-Feshbach). Seul l’effet tunnel contribue donc a`
en expliquer l’origine. Il est donc tout a` fait normal qu’a` haute e´nergie d’excitation, un
parfait accord soit observe´ entre un calcul de type Weisskopf et Hauser-Feshbach puisque
l’effet tunnel est ne´gligeable.
2.1.2 La largeur de fission
Le processus de fission est l’un des sujets de physique nucle´aire qui a e´te´ le plus e´tu-
die´ et qui n’est actuellement toujours pas parfaitement compris. C’est en 1939, que Bohr
et Wheeler [5] introduisent la plupart des notions (le concept de barrie`re de fission, de
fissilite´...) ne´cessaires a` l’explication du phe´nome`ne. La largeur de fission provient d’un
formalisme statistique utilisant la me´thode de l’e´tat transitoire [79]. Celui de Weisskopf,
ge´ne´ralise´ a` l’e´mission de fragments (qui ne sont ge´ne´ralement pas e´mis dans leur e´tat
fondamental, contrairement aux particules le´ge`res) ne peut pas eˆtre utilise´ puisqu’il re-
pose sur le principe de la balance de´taille´e qui suppose la microre´versibilite´ du processus.
Cette hypothe`se n’est donc pas ve´rifie´e pour le cas de la fission, qui est un processus lent
et dissipatif. Or par de´finition, un processus dissipatif ne peut ve´rifier le principe de la
balance de´taille´e. En d’autres termes, le processus de´pend fortement du passage par tous
les e´tats interme´diaires du syste`me et pas uniquement de l’e´tat asymptotique. Il faut donc
utiliser un formalisme diffe´rent tenant compte de ces effets. C’est la raison pour laquelle
la me´thode de l’e´tat transitoire a e´te´ choisie. D’un point de vue ge´ne´ral, celle-ci calcule
le taux de transition au point selle, qui est l’endroit ou` se de´cide le destin du syste`me.
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Fig. 2.6 – Repre´sentation sche´matique du potentiel en fonction de la de´formation pour le
processus de fission. Bf correspond a` la barrie`re de fission et ǫf l’e´nergie cine´tique associe´e
a` la variable collective q. E∗C et E
∗
B repre´sente respectivement les e´nergies d’excitation
de´finies dans l’e´tat fondamental et au point selle. qgd et qsd correspondent respectivement
aux abscisses de´finissant l’e´tat fondamental et le point selle.
Par contre, ce taux de transition sera calcule´ par le rapport entre le flux de particules a`
travers le point selle et la population du re´actif. Les trajectoires possibles des produits de
re´actions vers le re´actif (re´action inverse), par l’interme´diaire de fluctuations au voisinage
du point selle ne sont pas prises en compte. Ce qui conduit a` une maximisation du taux
de transition. Sur la Figure 2.6 est repre´sente´ le sche´ma associe´ au processus de fission, ou`
l’axe des abscisses, repre´sente´ ici par la variable collective q, correspond a` la de´formation
du noyau. Comme pre´ce´demment, pour l’e´vaporation de particules le´ge`res, la me´thode va
consister a` de´terminer le nombre de microe´tats du syste`me dans son e´tat fondamental, ici
repre´sente´ par l’abscisse qgd, et au niveau du point selle qsd. L’utilisation d’un formalisme
classique est justifie´e si la barrie`re de fission est supe´rieure a` la tempe´rature. Pour les
noyaux superlourds, ou` la barrie`re de fission macroscopique obtenue a` partir du Mode`le
de la Goutte Liquide [4] est tre`s faible, voire nulle, cette hypothe`se sera peut-eˆtre remise
en cause.
La largeur de fission peut eˆtre calcule´e par la formule suivante :
Γf =
1
2πρgdC (E
∗
C , L)
∫ E∗C−Bf
0
ρsdC (E
∗
B, L)dǫf , (2.36)
ou` E∗C et E
∗
B = E
∗
C −Bf − ǫf repre´sentent respectivement l’e´nergie d’excitation de´finie au
niveau de l’e´tat fondamental et au point selle. Bf et L sont respectivement la barrie`re de
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Fig. 2.7 – Influence du coefficient de transmission lors du calcul de largeur de fission. La
courbe en trait plein correspond a` un calcul avec le coefficient de transmission de Hill et
Wheeler [17], la courbe en tirets sans coefficient de transmission. La barrie`re de fission est
fixe´e a` Bf = 6 MeV, le parame`tre de densite´ de niveaux est choisi constant a` a =
A
10
et
h¯wsd = 1 MeV.
fission et le moment angulaire associe´ au noyau conside´re´, et ǫf l’e´nergie cine´tique associe´e
a` la variable de de´formation q. Les indices gd et sd, pour les densite´s de niveaux, corres-
pondent respectivement a` l’e´valuation de cette dernie`re au niveau de l’e´tat fondamental
et au point selle. Bien entendu, la formule ci-dessus sera utilise´e lorsque le formalisme de
Hauser-Feshbach sera choisi pour l’e´vaporation de particules le´ge`res. Sinon, pour le for-
malisme de Weisskopf, une densite´ de niveaux inde´pendante du moment angulaire devra
eˆtre utilise´e dans la formule pre´ce´dente, pour eˆtre consistant lors du de´nombrement du
nombre de microe´tats accessibles par le syste`me.
A basse e´nergie d’excitation, l’effet tunnel peut eˆtre pris en compte en incluant un
coefficient de transmission en accord avec la formule de Hill et Wheeler [17] :
Tf (ǫf ) =
1
1 + exp
(
− 2πǫf
h¯wsd
) , (2.37)
ou` wsd repre´sente la courbure du potentiel au point selle. La formule pour la largeur de
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fission, incluant le coefficient de transmission, est donc :
Γf =
1
2πρgdC (E
∗
C , L)
∫ E∗C−Bf
−Bf
ρsdC (E
∗
B, L)Tf (ǫf )dǫf , (2.38)
ou` les bornes d’inte´gration ont e´te´ modifie´es par rapport a` l’e´quation (2.36) afin de prendre
en compte les e´nergies situe´es sous la barrie`re. Sur la Figure 2.7 est reporte´e la comparai-
son entre deux calculs incluant ou non le passage sous barrie`re. Pour les calculs statistiques
cet effet n’aura suˆrement pas de re´percution tre`s importante par le simple fait qu’au ni-
veau du maximum du canal d’e´vaporation, caracte´rise´ par le fait que l’e´nergie d’excitation
du noyau conside´re´ e´gale la hauteur de la barrie`re de fission, la correction n’est que d’un
facteur 2 pour une e´nergie cine´tique nulle. La compe´tition entre les diffe´rents processus
ne devrait donc pas eˆtre affecte´e de manie`re significative. Par contre, pour les calculs
de temps de fission a` basse e´nergie d’excitation, ou` la compe´tition entre le processus de
fission et celui d’e´mission de rayonnement gamma sera tre`s importante, l’introduction du
coefficient de transmission devrait jouer un roˆle non ne´gligeable.
Pour la Figure 2.7, h¯wsd a e´te´ choisi e´gal a` 1 MeV. La modification de cette valeur
influe sur l’e´paisseur de la barrie`re de fission lors du calcul de la probabilite´ de fission
par effet tunnel. Ainsi, celui-ci sera plus ou moins favorise´ selon la courbure adopte´e. Sur
la Figure 2.8 est reporte´e la de´pendance de la largeur de fission avec le parame`tre wsd.
Lorsque wsd augmente, la barrie`re de fission est plus fine, et il en re´sulte qu’il sera donc
plus facile de traverser cette dernie`re par effet tunnel. D’ou` un accroissement de la largeur
de fission lorsque wsd augmente. Ge´ne´ralement, la valeur standard utilise´e pour wsd est
1
h¯
MeV.
Nous allons maintenant passer en revue les diffe´rents parame`tres physiques ne´cessaires
au calcul de la largeur de fission.
2.1.2.1 La barrie`re de fission
Un des parame`tres les plus importants pour le calcul de la largeur de fission est la
barrie`re de fission. Elle permettra de de´terminer si ce processus est favorise´ par rapport
aux autres modes de de´sexcitation. Elle est de´termine´e par la relation suivante :
Bf = BLDM −∆E, (2.39)
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Fig. 2.8 – Influence de la courbure ωsd du potentiel au niveau du point selle ωsd sur
les largeurs de fission calcule´es. Cette figure utilise les meˆmes parame`tres que ceux de
la Figure 2.7. La courbe en tirets, trait plein, pointille´s et tirets-pointille´s correspondent
respectivement a` h¯ωsd = 0, 5 MeV, h¯ωsd = 1 MeV, h¯ωsd = 2 MeV et h¯ωsd = 3 MeV
ou` BLDM et ∆E repre´sentent respectivement une partie macroscopique et une partie mi-
croscopique. Le signe moins devant ∆E vient du fait que cette e´nergie est conside´re´e
comme ne´gative lorsqu’un noyau acquiert une extra-stabilite´, rendant ainsi la barrie`re de
fission plus grande.
La partie macroscopique de la barrie`re de fission est de´termine´e a` partir du Mode`le
de la Goutte Liquide Charge´e, propose´ par Weisa¨cker [4] en 1935, ou` le noyau est traite´
comme une goutte homoge`ne de fluide incompressible uniforme´ment charge´e. Sa justifica-
tion est base´e sur le phe´nome`ne de saturation des forces nucle´aires, qui confe`rent a` tous
les noyaux pratiquement la meˆme densite´ et un rayon proportionnel a` A
1
3 . L’avantage de
ce mode`le est d’exprimer de fac¸on simple la variation de l’e´nergie d’un noyau en fonction
de la de´formation. Conside´rons la parame´trisation suivante pour le rayon du noyau, en
supposant une goutte de syme´trie axiale autour d’un axe Oz :
R(θ) = R0
(
1 +
∞∑
l=0
αlPl(cos(θ)
)
, (2.40)
ou` R0 = r0A
1
3 est le rayon de la goutte suppose´e sphe´rique. Les parame`tres αl caracte´risent
la ge´ome´trie de la goutte avec : α0 qui controˆle le volume, α1 la position du centre de
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masse, α2 la de´formation quadrupolaire (le rapport entre son e´longation le long de l’axe Oz
et le long d’un axe tranverse), α3 la de´formation octupolaire (son asyme´trie gauche/droite
par rapport a` un plan perpendiculaire en O a` Oz), α4 la de´formation hexade´capolaire (non
nulle en particulier lorsque la goutte a la forme de deux sous-gouttes relie´es par un col),
etc... En e´crivant les e´quations de conservation pour le volume et pour la position du centre
de masse, il est possible d’exprimer α0 et α1 en fonctions des αl, pour l ≥ 2. L’e´nergie de
de´formation de la goutte est la somme de la variation de son e´nergie de surface et de son
e´nergie coulombienne en fonction des parame`tres de de´formation α = (α2, α3, ...),
Edef (α) = ES(α) + EC(α)− ES(0)− EC(0), (2.41)
ou` EC et ES repre´sentent respectivement l’e´nergie coulombienne et de surface. Cette
dernie`re, associe´e a` la de´formation α, vaut ES(α) = σS(α) ou` S(α) est l’aire de la surface
de la goutte et σ le coefficient de tension de surface. A de´formation nulle (cas de la sphe`re
homoge`ne) :
ES(0) = 4πR
2
0σ, (2.42)
EC(0) =
3(Ze)2
5R0
. (2.43)
A partir de ces deux quantite´s, il est possible de de´finir le parame`tre de fissilite´ x graˆce a`
la formule suivante :
x =
EC(0)
2ES(0)
, (2.44)
qui a e´te´ introduit pour la premie`re fois par Bohr et Wheeler dans leur article de 1939. Ce
parame`tre posse`de un sens physique clair, puisque plus x est grand, et plus l’influence des
forces de Coulomb domine sur celles provenant de la tension de surface. Ce parame`tre nous
informe donc sur la tendance a` fissionner du syste`me. En prenant des valeurs raisonnables
pour r0 et σ, la fissilite´ s’exprime simplement par :
x ≈ Z
2
50A
. (2.45)
Mais, pour eˆtre consistant avec la re´fe´rence [80], qui correspondra a` une des parame´trisa-
tions que nous choisirons pour la calcul de la barrie`re de fission BLDM , nous introduirons
e´galement l’expression suivante [14], obtenue a` partir d’un ajustement sur des donne´es et
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qui prend en compte l’isospin I = A−2Z
A
:
x =
Z2
49, 22A(1− 0, 3803I2 − 20, 489I4) . (2.46)
Nous pouvons de´ja` remarquer que pour des noyaux ayant un nombre de protons et de
neutrons e´gaux, correspondant a` un parame`tre d’isospin nul, les formules (2.45) et (2.46)
sont a` peu pre`s e´quivalentes.
Si nous revenons maintenant a` notre calcul de la partie macroscopique de la barrie`re de
fission, Bohr et Wheeler ont pousse´ le calcul de l’e´nergie de de´formation jusqu’a` l’ordre 4,
suivant les parame`tres de de´formations α2 et α4. De plus, ils ont exprime´ le parame`tre de
de´formation α4 en fonction de α2, leur permettant ainsi de trouver l’e´nergie de de´formation
Edef (α2, α4(α2)) le long de la valle´e menant a` la fragmentation du noyau. Ils ont pu montrer
ainsi que pour les fissilite´s x < 1 cette e´nergie de de´formation pre´sentait un maximum,
EF sur la Figure 2.9, ou` la variable x (a` ne pas confondre avec la fissilite´) repre´sente la
projection a` une dimension de la carte de potentiel Edef (α2, α4(α2)) le long de la valle´e,
sche´matise´e sur la figure par une ligne en pointille´e. Au sommet de ce col, le noyau est sur
le point de se fractionner en deux sous-gouttes. L’e´nergie de de´formation le long du chemin
de fission a` une dimension se pre´sente donc sous la forme d’une barrie`re de potentiel, c’est
la barrie`re de fission. La formule a` laquelle Bohr et Wheeler ont abouti est la suivante :
BLDM = 4πR
2
0σ
(
98
135
(1− x)3 − 11368
34425
(1− x)4 + ...
)
, (2.47)
mais cette e´quation n’est valable que lorsque le parame`tre de fissilite´ x est proche de
l’unite´. Une autre parame´trisation a e´te´ de´veloppe´e par Swiatecki [81, 82] pour prendre
en compte l’ensemble des valeurs possibles du parame`tre de fissilite´,
f = 0, 7259y3 − 0, 3302y4 + 0, 6387y5 + 7, 8727y6 − 12, 0061y7 si x > 0, 6 (2.48)
f = 0, 2599− 0, 2151x− 0, 1643x2 − 0, 0673x3 si x < 0, 6, (2.49)
ou` f = BLDM
4πR2
0
σ
et y = 1 − x. Nous utiliserons e´galement une parame´trisation de´veloppe´e
par Dahlinger [80], qui a e´te´ e´labore´e a` partir du mode`le de la gouttelette [83], et permet
de prendre en compte les effets de surface. Cette parame´trisation a e´te´ obtenue graˆce a`
un ajustement sur des barrie`res de fission e´value´es dans la re´gion des actinides. Le mode`le
conside´re´ suppose que les noyaux ne posse`dent pas une densite´ constante sur tout le noyau,
mais prend en compte des bords diffus ainsi que les effets de peau de neutrons et d’isospin.
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Fig. 2.9 – Illustration de la me´thode employe´e par Bohr et Wheeler et de la carte de
potentiel obtenue suivant les parame`tres de de´formation α2 et α4 (Figure obtenue dans la
Ref. [5]).
Cette parame´trisation est valable seulement pour des fissilite´s proches de l’unite´.
BLDM =
0, 7322Z210u
A
1
3
(2.50)
avec
u = 0, 368− 5, 057x+ 8, 93x2 − 8, 71x3. (2.51)
Il faut noter que pour l’ensemble de ces parame´trisations la quantite´ BLDM
ES(0)
ne de´pend que
du parame`tre de fissilite´.
Sur la Figure 2.10 est reporte´e la comparaison entre les diffe´rentes parame´trisations
de la barrie`re macroscopique de fission, normalise´e a` l’e´nergie de surface pour un noyau
sphe´rique (f = BLDM
4πR2
0
σ
), en fonction de la fissilite´. Une grande diffe´rence apparaˆıt entre les
parame´trisations provenant du Mode`le de la Goutte Liquide (courbe en trait plein et en
tirets) et celle du Mode`le de la Gouttelette (courbe en pointille´s). Le principal proble`me
de cette dernie`re est qu’elle n’est valable que pour des fissilite´s comprises entre 1 et 0, 7 a`
0, 8 ( correspondant a` la re´gion des actinides ou` a e´te´ effectue´ l’ajustement aux donne´es).
Or, c’est vers x = 0, 6 qu’une diffe´rence apparaˆıt entre les deux parame´trisations prove-
nant du Mode`le de la Goutte Liquide. Nous pouvons supposer que la parame´trisation de
Dahlinger peut eˆtre extrapole´e jusqu’a` cette valeur de fissilite´. Dans cette e´tude, nous ne
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Fig. 2.10 – Comparaison entre les diffe´rentes parame´trisations associe´es au calcul de
l’e´nergie macroscopique de la barrie`re de fission (f = BLDM
ES(0)
). Les courbes en trait plein,
tirets et pointille´s correspondent respectivement a` la parame´trisation de Swiatecki [81],
de Bohr et Wheeler [5] et de Dahlinger [80].
prendrons en compte que la parame´trisation de Dahlinger qui repose sur des donne´es, et
qui par conse´quence est plus proche de la re´alite´. De plus, ce n’est qu’a` partir de la re´gion
des actinides et au-dela` (pour des fissilite´s proches de l’unite´), que nous appliquerons nos
calculs. Il est important de noter que la diffe´rence relative entre la parame´trisation de
Swiatecki et celle de Dahlinger est de 37% pour une fissilite´ de 0, 6, 33% pour x = 0, 7,
21% pour x = 0, 8 et 28% pour x = 0, 9. Gardons tout de meˆme a` l’esprit que pour les
noyaux superlourds les proprie´te´s des noyaux connus sont extrapole´es, et qu’une incerti-
tude demeurera sur cette variable physique. Ne´anmoins, cette quantite´ est relativement
faible dans cette re´gion et ne devrait donc pas trop influencer les calculs.
Le proble`me lors de l’e´tude de la barrie`re de fission obtenue par la Mode`le de la Goutte
Liquide est qu’aucune description microscopique n’est prise en compte. Aucun effet duˆ a`
la structure du noyau n’est inclus. C’est la raison pour laquelle, une partie microscopique
∆E est pre´sente dans la formule (2.39) de la barrie`re de fission. La notion de correction
de couches a vu le jour avec l’e´laboration du mode`le en couches [6]. Il avait e´te´ observe´
expe´rimentalement que certains noyaux e´taient plus lie´s que leur voisins, et posse´daient un
nombre de neutrons et/ou de protons dits “magiques”. Or il est possible d’aller plus loin :
pourquoi, dans la majorite´ des cas, les noyaux pre´fe`rent-ils eˆtre de´forme´s dans leur e´tat
fondamental, plutoˆt que sphe´riques ? Encore une fois c’est duˆ a` la structure en couche des
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noyaux. Nilsson a montre´ en 1955 [84] que cette dernie`re se modifiait avec la de´formation
du noyau. Plus ge´ne´ralement, il apparaˆıt que l’e´nergie de de´formation d’un noyau est
fortement influence´e par la structure des spectres a` une particule proton et neutron en
fonction de la de´formation. Si l’e´nergie de de´formation d’un noyau donne´ est compare´e
a` celle calcule´e avec le mode`le de la goutte liquide, la premie`re tend a` eˆtre plus faible
lorsque la densite´ de niveaux a` une particule “se rare´fie” autour du dernier niveau occupe´
(niveau de Fermi). Au contraire, l’e´nergie de de´formation du noyau tend a` eˆtre plus e´leve´e
que celle donne´e par la goutte liquide lorsque la densite´ de niveaux a` une particule “se
densifie” au voisinage du niveau de Fermi. La diffe´rence entre l’e´nergie de liaison ou de
de´formation avec et sans les effets de couches est appele´e la correction de couches. Celles
que nous utilisons proviennent de la table de Møller et Nix [7], qui utilise la me´thode
developpe´e par Strutinsky [85] ou` trois hypothe`ses ont e´te´ faites :
1. L’e´nergie totale E d’un noyau ayant N particules peut eˆtre se´pare´e en une compo-
sante E¯ variant lentement avec le nombre de nucle´ons et une composante oscillante
E˜
E = E¯ − E˜ (2.52)
2. La composante E¯ peut eˆtre assimile´e a` l’e´nergie de la goutte liquide.
3. La composante E˜ repre´sente la correction de couche. Elle peut eˆtre e´value´e avec le
mode`le a` une particule selon l’expression :
E˜ = E1p − E¯1p (2.53)
ou` E1p =
∑N
i=1 ǫi est la somme des e´nergies a` une particule du syste`me re´el et E¯1p
la somme des e´nergies a` une particule d’un syste`me fictif e´quivalent ou` le spectre a`
une particule ne pre´sente pas d’effet de couches. Dans la pratique, la me´thode est
applique´e se´pare´ment aux neutrons et aux protons, puis les e´nergies de correction
de couches intrinse`ques sont ajoute´es pour obtenir l’e´nergie de correction de couche
du noyau E˜.
Bien entendu, d’autres calculs d’e´nergies de correction de couches existent [86, 87, 88, 89].
Dans un premier temps, nous e´tudierons des noyaux stables dont les e´nergies de correction
de couches sont connues expe´rimentalement. Il n’y aura donc aucune ambigu¨ıte´ et nous
pourrons donc utiliser la table de Møller et Nix en toute confiance. Mais, lors de l’e´tude
de la re´gion des noyaux superlourds qui pre´sente la particularite´ d’eˆtre tre`s mal connue,
aussi bien d’un point de vue the´orique qu’expe´rimental, les e´nergies de correction de
couches peuvent prendre des valeurs allant du simple au double, voire davantage, selon
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la table conside´re´e. Nous avons choisi la table de Møller et Nix en nous fondant sur une
e´tude [90] mettant en e´vidence une meilleure concordance entre les pre´dictions the´oriques
de cette table et les donne´es. Il demeure ne´anmoins une tre`s grande incertitude dans cette
re´gion sur cette quantite´. C’est la raison pour laquelle nous avons introduit un facteur de
correction de couches f permettant de prendre en compte cette incertitude. Ce facteur
est donc un parame`tre libre pour Kewpie2 et agit de la manie`re suivante :
∆E = f.∆EMN(Z,A) (2.54)
ou` ∆E et ∆EMN(Z,A) repre´sentent respectivement l’e´nergie de correction de couches
effective, que nous utilisons pour le calcul de la barrie`re de fission, et celle provenant de la
table de Møller et Nix. Il faut noter qu’une hypothe`se a e´te´ faite selon laquelle le facteur
de correction de couches est suppose´ inde´pendant de la charge et de la masse du noyau.
Elle est justifie´e par le fait que notre e´tude se limitera, pour chaque re´action e´tudie´e, a`
un nombre restreint d’isotopes et les e´nergies de correction de couches varient progressi-
vement d’un isotope au suivant, quelle que soit la table conside´re´e. Bien entendu, si les
calculs devaient traiter des cascades de de´sexcitation tre`s longues, cette hypothe`se serait
suˆrement fausse.
Il faut avoir a` l’esprit que dans la re´gion des noyaux superlourds, seules les e´nergies de
correction de couches contribuent a` la barrie`re de fission. Comme ces noyaux posse`dent
une fissilite´ tre`s proche de l’unite´, l’e´nergie de de´formation provenant du mode`le de la
goutte liquide, la partie macroscopique de la barrie`re de fission, est tre`s faible, voire nulle.
2.1.2.2 Les facteurs de Kramers et de Strutinsky
Lors de la description de la me´thode de l’e´tat transitoire, il a e´te´ mentionne´ que le
taux de re´action obtenu par cette me´thode e´tait plus important que ce qu’il devrait eˆtre
en re´alite´, duˆ au fait qu’aucun effet dissipatif n’a e´te´ pris en compte. C’est la raison pour
laquelle Kramers [91] a propose´ d’inclure cet effet graˆce au facteur correctif qui porte son
nom. Ce facteur prend en compte le fait que les trajectoires fluctuent au niveau du point
selle et peuvent retourner au fond du puits. Il est e´value´ par la formule suivante :
K =
√
1 + (
β
2wsd
)2 − β
2wsd
, (2.55)
ou` β est un parame`tre libre pour notre code et repre´sente la friction re´duite caracte´risant
la dissipation nucle´aire lors du processus de fission, ne´anmoins l’ordre de grandeur de ce
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Fig. 2.11 – Influence du terme de friction β sur le facteur de Kramers (h¯ωsd = 1 MeV).
parame`tre sera en accord avec les pre´dictions du mode`le dit de Wall-and-Window [62].
Sur la Figure 2.11 est reporte´e la de´pendance du facteur de Kramers en fonction du
parame`tre de friction. Il peut eˆtre observe´ que pour une valeur du parame`tre de friction
re´duite β = 2.1021 s−1, K est de l’ordre de 0, 5. Cela signifie que le taux de fission obtenu
par la formule de Bohr et Wheeler sera re´duit de moitie´ graˆce a` la prise en compte des
effets dissipatifs. Pour obtenir le facteur de Kramers, deux hypothe`ses ont e´te´ faits :
1. De faibles tempe´ratures par rapport a` la barrie`re de fission Bf .
2. Une approximation parabolique au sommet de la barrie`re et au fond du puits de
potentiel.
Nous pouvons de´ja` remarquer que la premie`re hypothe`se sur l’obtention du facteur de
Kramers peut eˆtre remise en cause lorsque nous discuterons des calculs sur les noyaux
superlourds ou` la barrie`re de fission est tre`s faible suivant le Mode`le de la Goutte Liquide.
Par ailleurs, Strutinsky a montre´ [92] qu’une diffe´rence existait entre un calcul de type
Langevin et le formalisme de Bohr et Wheeler, pour la de´termination du taux stationnaire
de fission. La diffe´rence provient d’une erreur lors du de´nombrement des e´tats collectifs
qui se traduit par l’introduction du facteur supple´mentaire suivant :
S =
h¯ωgs
T
, (2.56)
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ou` T est la tempe´rature et ωgs la courbure du potentiel au niveau de l’e´tat fondamental.
La largeur de fission devient donc :
Γf = K.S.Γ
BW
f
=
(√
1 + (
β
2ωsd
)2 − β
2ωsd
)
.
(
h¯ωgs
T
)
.ΓBWf , (2.57)
ou` Γf correspond bien maintenant a` la valeur obtenue par un calcul de type Langevin.
Le facteur de Strutinsky e´limine ainsi le facteur T qui est implicitement inclus dans le
pre´facteur de la formule de Bohr et Wheeler. Il est important de noter que le parame`tre la
courbure du potentiel ωgs peut influencer tre`s fortement l’intensite´ de la largeur de fission.
Cette dernie`re est directement proportionnelle a` ωgs. Pour les noyaux superlourds, dont
la barrie`re macroscopique de fission est nulle, il est a priori ne´cessaire de faire varier ce
parame`tre en conse´quence. Malheureusement les e´nergies de correction de couches doivent
e´galement eˆtre prises en compte. Il est donc particulie`rement difficile de savoir comment
e´volue ce parame`tre. En fait, dans l’e´quation ( 2.57), seuls trois parame`tres peuvent eˆtre
conside´re´s comme libres : ωgs, ωsd et β. Par souci de simplicite´, nous n’en ferons varier
qu’un seul, la friction β, et nous fixerons h¯ωgs = h¯ωsd = 1 MeV.
2.1.2.3 Le re´gime transitoire
Sur la Figure 2.12 est reporte´ le taux de fission obtenu par une simulation nume´rique
de l’e´quation de Langevin [41], de´ja` de´crite au Chapitre 1. Ce calcul a e´te´ effectue´ en
utilisant un potentiel pre´sentant une poche caracte´risant le noyau compose´. L’ensemble
des particules ont e´te´ place´es initialement au fond du puits avec une impulsion nulle.
Nous pouvons remarquer sur la Figure 2.12 que le taux de fission e´volue en fonction du
temps avant l’e´tablissement du re´gime stationnaire [93]. Le facteur de Kramers permet
de reproduire la valeur asymptotique du taux de fission, mais ne conside`re pas le re´gime
transitoire qui prend en compte la thermalisation des degre´s de liberte´s macroscopiques
du syste`me et de´pend des conditions initiales. Il est donc le´gitime de se demander si nous
devons ou non introduire ce re´gime transitoire dans nos calculs.
Lors de l’e´tude de la fusion des noyaux superlourds a` des e´nergies proches de la barrie`re,
un mode`le simplifie´ peut eˆtre utilise´ pour comprendre les me´canismes mis en jeu. La
probabilite´ PCN d’avoir un noyau compose´, c’est a` dire que la particule soit situe´e a`
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Fig. 2.12 – Taux de fission obtenu par une simulation Langevin avec les particules initia-
lement au fond du puits de potentiel avec une impulsion nulle ( β
2ω
= 3 et T
B
= 0, 5).
l’inte´rieur de la poche de potentiel, obe´it a` l’e´quation bilan suivante :
dPCN
dt
= −ΓKPCN + j(t), (2.58)
ou` ΓK repre´sente le taux de fission stationnaire de Kramers et j(t) le courant d’entre´e au
dessus de la barrie`re de potentiel, simulant la fusion de deux noyaux lourds. En conside´rant
que PCN = 0 a` l’instant initial,
PCN =
∫ t
0
exp [−ΓK(t− t′)] j(t′)dt′
≈ exp (−ΓKt)
∫ t
0
j(t′)dt′ = exp (−ΓKt)Pform(t). (2.59)
Le passage entre la premie`re ligne et la seconde est justifie´e par le fait que le temps associe´
a` la largeur de fission 1
ΓK
est grand devant le temps durant lequel le courant de fusion
n’est pas ne´gligeable [33, 55]. Pform(t) correspond a` la probabilite´ de franchir une barrie`re
parabolique (cf. Section 1.2.2.1 au Chapitre 1) [30, 33]. L’e´quation (2.59) suppose donc un
de´couplage de la voie d’entre´e (Pform(t)) et de la voie de sortie (exp (−ΓKt)) sans prise en
compte du re´gime transitoire pour le taux de fission, qui a e´te´ re´duit au re´gime station-
naire. Ceci s’explique par le fait que les degre´s de liberte´ macroscopiques sont suppose´s
de´ja` thermalise´s lors de la phase de formation du noyau compose´.
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Fig. 2.13 – Etude simplifie´e de la probabilite´ dynamique de Fusion-Fission. La courbe
en trait plein correspond a` calcul analytique a` l’aide de l’e´quation (2.59), et la courbe en
tirets a` une simulation Langevin. Les parame`tres utilise´s sont fixe´s a` T
B
= 0, 2, β
2ω
= 3,
K
Kc
= 1 (l’e´nergie cine´tique initiale normalise´e a` la barrie`re effective, cf. e´quation 1.40) et
Q0 = −1 (la position initiale).
Il est possible d’effectuer une simulation Langevin pour ve´rifier cette hypothe`se. Pour
cela, nous utilisons une e´quation de Langevin adimentionne´e avec (cf. Section 1.2.2.1 pour
la description de l’e´quation de Langevin 1.30) :
Q =
q
qp
, τ = ωt, Ξ =
β
2ω
(2.60)
ou` qp correspond a` la coordonne´e du fond du puits. L’e´quation de Langevin adimentionne´e
prend donc la forme :
d2Q
dτ 2
= −2ΞdQ
dt
+ Fext(Q) + γ(τ), (2.61)
ou` γ(τ) correspond au terme lie´ a` la force fluctuante qui a e´te´ adimentionne´e. Le potentiel
associe´ a` la force exte´rieure est de la forme suivante :
Vext = −Q
2
2
si Q < 0, 5 (2.62)
=
(Q− 1)2
2
− 1
4
si Q > 0, 5 (2.63)
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Sur la Figure 2.13 est reporte´e la comparaison entre l’approche analytique utilisant l’e´qua-
tion (2.59) (courbe en tirets) et la simulation Langevin (courbe en trait plein), ou` un
tre`s bon accord entre les deux approches est observe´. La simulation nume´rique confirme
donc l’hypothe`se selon laquelle aucun re´gime transitoire n’existe lors d’une collision d’ions
lourds a` des e´nergies proches de la barrie`re ( K
Kc
= 1 utilise´e pour les courbes de la figure
correspond a` l’e´nergie cine´tique initiale normalise´e a` la barrie`re effective en accord avec
l’e´quation 1.40). Durant la phase de fusion, par diffusion pour les noyaux superlourds, une
thermalisation des degre´s de liberte´s collectifs a de´ja` lieu. C’est la raison pour laquelle,
par la suite, l’ensemble des calculs pre´sente´s au Chapitre 3 et au Chapitre 4 ne prendront
pas en compte de re´gime transitoire pour la de´termination de la largeur de fission. Ce-
pendant, pour d’autres types de re´actions, le re´gime transitoire peut jouer un roˆle tre`s
important [94].
2.1.3 Largeur d’e´mission gamma
Pour de´crire l’e´mission de photons gamma avec la the´orie statistique, le formalisme de
Weisskopf est utilise´ en prenant en compte la cine´matique relativiste. La largeur d’e´mission
gamma est donne´e par la formule suivante [95] :
ΓC,JC ,E∗C =
1
2πρC(E∗C , JC)
∑
λ
JC+λ∑
JB=|JC−λ|
∫
dǫγρC(E
∗
B, JB)Cλǫ
2λ+1
γ , (2.64)
qui correspond a` la probabilite´ pour un noyau pe`re d’e´nergie d’excitation E∗C et de moment
angulaire JC , de produire un noyau fils a` une e´nergie d’excitation E
∗
B = E
∗
C − ǫγ et de
moment angulaire JB, par l’e´mission d’un photon gamma de multipolarite´ λ. Le coefficient
Cλ est en accord avec celui propose´ par Weisskopf [96] graˆce au mode`le de particules
inde´pendantes, et suppose´ constant,
Cλ =
36(λ+ 1)(2λ+ 1)
λ(λ+ 3)2[(2λ+ 1)!!]2
e2
h¯c
(
R
h¯c
)2λ. (2.65)
Ce coefficient correspond au cas d’une transition e´lectrique. Une comparaison a` l’expe´-
rience [97] a e´te´ effectue´e et contredit l’intensite´ donne´e par le coefficient. Un facteur
correctif a donc e´te´ ajoute´ pour chaque multipolarite´ pour reproduire au mieux les don-
ne´es. Dans le cas de la transition dipolaire e´lectrique (λ = 1), l’intensite´ est de l’ordre de
0, 001 Wu, et pour la transition quadrupolaire (λ = 2), 5 Wu. Wu repre´sente l’unite´ de
Weisskopf, obtenue graˆce a` l’e´quation (2.65) pour chaque multipolarite´. Les valeurs des
intensite´s obtenues respectivement pour les transitions dipolaire et quadrupolaire e´lec-
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triques sont :
CE1 = 1, 8432A
2
310−10 (2.66)
CE2 = 8, 9365A
4
310−12. (2.67)
Nous ne prendrons pas en compte les transitions magne´tiques car leur intensite´ est plus
faible et elles sont donc ne´gligeables.
Pour les calculs statistiques, le processus d’e´mission de photons gamma n’est pas do-
minant puisqu’il s’agit d’un processus e´lectromagne´tique. Contrairement a` l’e´mission de
particules le´ge`res, soumises a` l’inte´raction forte, l’e´mission de photons n’est pas favorise´e.
Nous ne pourrons donc pas observer une diffe´rence significative sur les sections efficaces
d’e´vaporation, si l’e´mission de photon gamma est incluse. Par contre, lors des calculs de
temps de fission, ce processus sera tre`s important (cf. Chapitre 4).
2.2 Description des parame`tres physiques communs
a` l’ensemble des formalismes
Lors de la pre´sentation des formalismes, il a e´te´ mentionne´ la ne´cessite´ d’introduire
plusieurs quantite´s physiques pour de´crire le syste`me. Par exemple les e´nergies de se´-
paration de particules le´ge`res, la hauteur de la barrie`re de fission, ..., dont nous avons
de´ja` discute´ et qui sont intrinse`ques aux diffe´rents formalismes. Mais une autre quantite´
apparaˆıt dans l’ensemble des formalismes que nous venons de de´crire : la densite´ de ni-
veaux. Cette dernie`re va permettre de de´terminer le nombre de microe´tats accessibles et
prendra en compte l’ensemble des informations ne´cessaires pour de´crire le syste`me. Bien
entendu, le parame`tre associe´ aux mode`les utilise´s pour estimer la densite´ de niveaux fera
e´galement l’objet d’une description et d’une e´tude de sensibilite´.
2.2.1 La densite´ de niveaux
Une des proprie´te´s de la densite´ de niveaux est qu’elle augmente tre`s rapidement avec
l’e´nergie d’excitation. De plus, elle de´pend du nombre de neutrons et de protons, de la
de´formation du noyau, du moment angulaire total, de la pre´sence ou non de correction de
couches... La description microscopique jouera donc un roˆle tre`s important sur l’e´valuation
du nombre de microe´tats que le syste`me pourra atteindre. Malheureusement, celle-ci ne
peut eˆtre e´value´e qu’a` travers une mode´lisation nucle´aire qui correspond a` un proble`me a`
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N-corps. Or, nous ne pouvons pas traiter un proble`me a` N-corps de manie`re analytique,
sauf dans certains cas particuliers. C’est la raison pour laquelle, du fait des hypothe`ses
faites pour contourner ce proble`me, beaucoup de variables physiques ne sont connues que
de manie`re approximative. De plus, nous allons devoir extrapoler la densite´ de niveaux
dans des re´gions de masse, de charge, d’e´nergie d’excitation, de moment angulaire ou de
de´formation pour lesquelles nous n’avons que peu de connaissances.
La densite´ de niveaux de´termine le nombre de fac¸ons diffe´rentes de re´partir un ensemble
de nucle´ons dans diffe´rentes orbites lorsque l’e´nergie d’excitation est comprise entre E et
E+dE. C’est donc un proble`me combinatoire ou` il est ne´cessaire de spe´cifier quel mode`le
est utilise´ (si les particules inte´ragissent ou pas). Si elles inte´ragissent entre elles, l’inte´-
raction re´siduelle doit donc eˆtre pre´cise´e. Il existe plusieurs me´thodes pour calculer ces
densite´s de niveaux. La premie`re, qui est e´galement la plus vieille me´thode de´veloppe´e,
est appele´e “approche thermodynamique” et prend en compte quelques conside´rations de
me´canique statistique. Dans ce cas, la fonction de partition grand canonique qui contient
l’essentiel des informations statistiques ne´cessaires au calcul est utilise´e. Lorsque la des-
cription des orbites, sur lesquelles e´voluent les nucle´ons, est assez simple, une solution
analytique est possible. C’est a` partir de cette dernie`re que les densite´s de niveaux que
nous utiliserons par la suite, en utilisant l’hypothe`se de particules sans inte´ractions (Gaz
de Fermi), ont e´te´ de´rive´es. Une autre me´thode existe et ne´cessite de grands temps de
calculs duˆ au simple fait qu’elle de´nombre nume´riquement l’ensemble des combinaisons
possibles pour une e´nergie d’excitation, un moment angulaire total et un ensemble d’or-
bites disponibles. Cette me´thode est beaucoup plus pre´cise lorsque l’e´nergie d’excitation
est faible ou pre`s de la ligne yrast.
Du fait de l’utilisation de deux formalismes pour le calcul de la largeur d’e´vaporation
de particule le´ge`res, Weisskopf, qui ne pre´sente pas de de´pendance en moment angulaire,
et Hauser-Feshbach qui en pre´sente une, nous avons donc duˆ inclure deux formules de
densite´s de niveaux. La premie`re, qui va servir au formalisme de Weisskopf, est de la
forme suivante [98] :
ρ(Z,N,E∗) =
6
1
4
12
√
g20
4gn(ǫnF )gp(ǫ
p
F )
g0
(g0E∗)
5
4
exp
(
2
√
π2
6
g0E∗
)
, (2.68)
ou` g0 = gn(ǫ
n
F )+gp(ǫ
p
F ), gn(ǫ
n
F ) et gp(ǫ
p
F ) sont les densite´s d’e´tats a` une particule a` l’e´nergie
de Fermi. gp(ǫ
p
F ) et gn(ǫ
n
F ) sont calcule´es respectivement pour le cas des protons et des
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neutrons seuls. Le parame`tre g0, qui est la somme des deux premie`res contributions, n’est
rien d’autre que la densite´ de niveaux a` une particule du syste`me. Celui-ci est relie´ au
parame`tre de densite´ de niveaux a, dont nous parlerons dans la prochaine section. La
formule pre´ce´dente a e´te´ obtenue en prenant en compte, lors de la description du syste`me,
deux types de particules, les protons et les neutrons. Il y a eu diffe´renciation de ces
deux types de particules lorsque la fonction grand canonique a e´te´ explicite´e. Mais, nous
devons maintenant de´terminer quelles sont les valeurs de gn(ǫ
n
F ) et gp(ǫ
p
F ), qui conduiront
a` introduire de nouveaux parame`tres libres, tels que les e´nergies de Fermi, les e´paisseurs de
diffusion de la surface nucle´aire pour le cas des protons et des neutrons... Or ces parame`tres
ne sont pas si bien connus et de plus il a e´te´ remarque´ [98] que les corrections apporte´es
par la prise en compte d’un exce`s de neutrons sont ne´gligeables. Nous ne prendrons donc
pas en compte, par la suite, l’exce`s de neutrons dans la formule de densite´ de niveaux, et
nous utiliserons la formule suivante [98] :
ρ(A,E∗) =
6
1
4
12
g0
(g0E∗)
5
4
exp
(
2
√
π2
6
g0E∗
)
, (2.69)
ou`, nous nous restreindrons donc a` l’hypothe`se d’un nombre de neutrons et de protons
e´gaux (Z = N = A
2
), donc a` l’e´galite´ suivante gn(ǫ
n
F ) = gp(ǫ
p
F ) ou` l’ensemble des para-
me`tres intrinse`ques a` ces deux quantite´s ont e´te´ pris e´gaux pour le cas des neutrons et
des protons.
Il est e´galement possible de ne pas distinguer les neutrons et les protons. Pour cela,
la grande fonction de partition est explicite´e seulement avec le nombre A de nucle´ons. La
formule de densite´ de niveaux devient donc [98] :
ρ(A,E∗) =
1√
48E∗
exp
(
2
√
π2
6
g0E∗
)
. (2.70)
Mais, comme nous pouvons le remarquer dans les e´quations (2.69) et (2.70), le terme E∗,
qui correspond a` la valeur de l’e´nergie d’excitation a` laquelle le calcul est effectue´, est
pre´sent au de´nominateur. Ces deux formules de densite´s de niveaux sont donc divergentes
en ze´ro, et cela peut avoir des conse´quences tre`s importantes sur les sections efficaces
d’e´vaporations, comme des irre´gularite´s sur les fonctions d’excitation. Il est donc tre`s
important de supprimer cette discontinuite´. Ce proble`me vient de la me´thode utilise´e
pour obtenir la densite´ de niveaux a` partir de la transforme´e de Laplace inverse, qui fait
apparaˆıtre au de´nominateur un poˆle, comme dans l’e´quation (2.69) par exemple avec le
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Fig. 2.14 – Comparaison des formules de densite´ de niveaux inde´pendantes du moment
angulaire. En trait plein, la formule de densite´ en accord avec l’e´quation (2.69) est utilise´e,
en tirets celle correspondant a` l’e´quation (2.71).
terme (g0E
∗)
5
4 . Une autre me´thode [99] consiste a` modifier la grande fonction de partition
du syste`me en lui retranchant la contribution du fondamental. La formule de densite´ de
niveaux devient :
ρ(E∗) =
exp
[(
β0E
∗ + a
β0
)]
√
48E∗
(
1− exp
[
−a
β0
])
√
1− E
∗β0 exp
[
−a
β0
]
2
, (2.71)
qui pre´sente la particularite´ de ne pas diverger en ze´ro. β0 =
√
a
E∗
= T−1 est relie´ a` la
tempe´rature.
Sur la Figure 2.14 est reporte´e la comparaison des deux e´quations (2.69) et (2.71).
Nous pouvons tout d’abord remarquer que cette dernie`re ne pre´sente pas de divergence
en ze´ro, comme voulu. De plus, seule une petite diffe´rence apparaˆıt entre les deux formules
a` plus haute e´nergie d’excitation. Nous verrons par la suite si cela a` un effet important
ou pas sur les sections efficaces, mais cette diffe´rence est a` peu pre`s d’un facteur 3 a`
basse e´nergie d’excitation, de 4 environ vers 10 MeV (et 6 vers 100 MeV). Mais ce qui
est le plus important pour les calculs statistiques, c’est le rapport de densite´ de niveaux
a` deux e´nergies d’excitation distinctes. Sur la Figure 2.14, les deux densite´s de niveaux
pre´sentent la meˆme tendance, donc nous nous attendons a` ce qu’il n’y ait que tre`s peu de
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Fig. 2.15 – Influence de la densite´ de niveaux sur les sections efficaces de re´sidus pour le
syste`me 48Ca +208 Pb. Les courbes sans symbole et avec symboles correspondent respec-
tivement a` l’utilisation de l’e´quation (2.69) et de l’e´quation (2.71). Les courbes en trait
plein, en tirets, en pointille´s et en tirets-pointille´s correspondent respectivement aux voies
d’e´vaporation 1n, 2n, 3n et 4n.
diffe´rences lors des calculs de probabilite´s, suivant le choix de cette dernie`re. Ceci peut eˆtre
observe´ sur la Figure 2.15, ou` est reporte´e l’influence de la formule de densite´ de niveaux
sur les sections efficaces de re´sidus. Nous avons utilise´ pour ces calculs le formalisme de
Weisskopf, donc sans de´pendance de moment angulaire. Les courbes sans symbole ont e´te´
obtenue en utilisant l’e´quation (2.69), et pour celles avec symboles, l’e´quation (2.71). Nous
pouvons observer qu’il y a tre`s peu de diffe´rences entre les deux calculs associe´s a` une
voie de de´sexcitation. Pour le canal d’e´vaporation 1n, nous obtenons pour la courbe sans
symbole, une valeur maximale de 2, 82.10−4 mb, et pour celle avec symbole, 2, 26.10−4
mb. Ce qui donne environ 20% d’erreur relative pour la section efficace la plus probable.
Pour le canal d’e´vaporation 2n, nous obtenons une erreur relative de 26%, pour 3n, 32%
et enfin pour 4n, 37%.
Pour le formalisme de Hauser-Feshbach, des formules de densite´ de niveaux de´pen-
dantes du moment angulaire, ont e´te´ de´veloppe´es par Bohr et Mottelson [98]. La formule
utilise´e dans la premie`re version de Kewpie e´tait la suivante :
ρ(A,E∗, J) =
π
48
6−
1
4 (2J + 1)g0(
g0h¯
2
Irig
)
3
2
exp
(
2
√
π2
6
g0(E∗ − Erot(J))
)
(g0(E∗ − Erot(J))) 74
. (2.72)
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Or celle-ci a e´te´ de´veloppe´e a` partir de l’approximation de l’existence d’un seul type de
particules, le nucle´on. Erot(J) =
J(J+1)h¯2
2Irig
est l’e´nergie de rotation associe´e au moment
angulaire J . Celle-ci de´termine l’e´nergie qui a e´te´ gele´e par le syste`me pour qu’il puisse
tourner sur lui-meˆme. Dans cette formule de densite´ de niveaux, cette contribution doit
donc eˆtre retranche´e a` l’e´nergie d’excitation totale du syste`me pour de´terminer l’e´nergie
d’excitation effective, “utilisable” par les nucle´ons. Irig est le moment d’inertie des noyaux
conside´re´s inde´formables. Pour un noyau sphe´rique dans son e´tat fondamental,
Igd =
2Ar2A
5
. (2.73)
Pour tenir compte de la de´formation au niveau du point selle, le moment d’inertie obtenu
pour l’e´tat fondamental Igd est multiplie´ par le facteur de correction de´veloppe´ par Hasse
et Myers [82] :
Isd = Igd(1 +
7
6
y(1 +
1396
255
y)), (2.74)
ou` y = 1− x, avec x le parame`tre de fissilite´.
Une autre manie`re d’introduire le moment angulaire dans la densite´ de niveau existe.
Le moment angulaire total du noyau re´sulte de la superposition des moments angulaires
individuels de ses nucle´ons. Si le nombre de particules et de trous, qui se trouvent hors
de l’e´tat ou` ils sont en moyenne, est grand, la superposition ale´atoire des projections
individuelles de chaque nucle´ons (ou trous) conduira a` une distribution gaussienne des
e´tats. Il faut donc des e´nergies d’excitation suffisamment e´leve´es pour pouvoir ve´rifier
cette condition. La formule de densite´ de niveaux s’exprime alors ainsi,
ρ(A,E∗, J) =
(2J + 1)ρ(A,E∗)√
2πσ3
exp
(−J(J + 1)
2σ2
)
, (2.75)
ou` σ2 est appele´ le parame`tre de spin cut-off, e´value´ graˆce au moment d’inertie Irig et a`
la tempe´rature T par :
σ2 =
IrigT
h¯2
. (2.76)
Sur la Figure 2.16 est reporte´e la comparaison entre les deux e´quations de densite´ de
niveaux (2.72) et (2.75), ou` pour cette dernie`re nous avons utilise´ l’e´quation (2.71) pour
la densite´ de niveaux inde´pendante du moment angulaire. Nous pouvons remarquer un
accord parfait a` haute e´nergie d’excitation, a` partir de E∗ = 1 MeV. Cela signifie que
l’approximation gaussienne faite lors de l’introduction du moment angulaire est valable
sur tout le domaine en e´nergie d’excitation qui nous inte´resse. En dessous de E∗ = 1 MeV,
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Fig. 2.16 – Comparaison des formules de densite´ de niveaux de´pendantes du moment
angulaire. En trait plein, la formule de densite´ en accord avec l’e´quation (2.72) est utilise´e,
en tirets celle correspondant a` l’e´quation (2.75).
l’e´quation (2.72) diverge a` cause du terme lie´ a` l’e´nergie d’excitation au de´nominateur,
mais c’est un domaine en e´nergie qui ne nous concerne que tre`s peu. Par contre, si nous
augmentons la valeur du moment angulaire, qui e´tait nul pour la Figure 2.16, la divergence
se produira lorsque l’e´nergie d’excitation tendra vers l’e´nergie de rotation. Cela signifie
que pour de grandes valeurs de moment angulaire nous pourrons observer une divergence
de la densite´ de niveaux a` des e´nergies qui nous concernent davantage. Par la suite, nous
utiliserons donc les e´quations de densite´ de niveaux (2.71) et (2.75), pour ne pas avoir ce
proble`me avec la divergence en ze´ro ou lorsque l’e´nergie d’excitation tend vers l’e´nergie
de rotation. De plus, un de´nombrement cohe´rent du nombre de microe´tat aura lieu, pour
un calcul avec ou sans moment angulaire, puisque la meˆme densite´ de niveaux sera utilise´e.
L’ensemble des e´quations pre´sente´es ci-dessus, excepte´e l’e´quation (2.71) pour la borne
infe´rieure, ne sont valides que pour une certaine re´gion en e´nergie [98] :
ǫF
A
≪ E∗ ≪ ǫFA 13 , (2.77)
ou` ǫF ≈ 37 MeV est l’e´nergie de Fermi. C’est la raison pour laquelle, nous devons faire
tre`s attention a` basse e´nergie d’excitation. La condition ǫF
A
≪ E∗ correspond seulement
au fait que l’e´nergie d’excitation doit eˆtre supe´rieure a` l’e´nergie du premier e´tat excite´.
Mais, il existe e´galement une borne supe´rieure E∗ ≪ ǫFA 13 , due au fait que le mode`le
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de particules inde´pendantes n’est plus justifie´ a` haute e´nergie. Vers cette limite, nous ne
pouvons plus conside´rer que le noyau est similaire a` un gaz non-de´ge´ne´re´. Si nous effec-
tuons un calcul de cette borne supe´rieure pour le cas de l’Uranium 238, par exemple, nous
obtenons : ǫFA
1
3 ≈ 230 MeV. Cette limite est particulie`rement e´loigne´e de la re´gion qui
nous inte´resse pour les calculs statistiques sur les noyaux superlourds ; elle sera cependant
atteinte lors des calculs de temps de fission moyen que nous ferons au Chapitre 4. Il fau-
dra donc faire tre`s attention a` l’interpre´tation des re´sultats dans cette re´gion et garder a`
l’esprit cette approximation.
Une remarque que nous pouvons e´galement faire sur ces densite´s de niveaux est qu’elles
varient comme exp
(
2
√
π2
6
g0E∗
)
a` haute e´nergie d’excitation. Ce re´sultat refle`te seule-
ment la combinatoire de la re´partition de l’e´nergie d’excitation entre les divers nucle´ons
du noyaux. Il de´pend fortement du de´tail de la densite´ de niveaux des nucle´ons autour du
niveau de Fermi, et plus pre´cise´ment du nombre moyen de nucle´ons excite´s. Ces derniers
subissent, autour du niveau de Fermi, une excitation moyenne de l’ordre de la tempe´rature
et les niveaux concerne´s sont dans une bande d’e´nergie de largeur proche de la tempe´ra-
ture qui entoure le niveau de Fermi. Les noyaux qui pre´sentent des anomalies dans cette
re´gion, tels que les noyaux magiques, auront donc des proprie´te´s de de´sexcitation modi-
fie´es. Nous verrons dans la prochaine section comment ce phe´nome`ne sera pris en compte.
Les formules pre´sente´es ci-dessus correspondent a` des densite´s de niveaux intrinse`ques,
lie´es a` l’utilisation de l’approximation du gaz de Fermi (mode`le de particules inde´pen-
dantes). Aucune corre´lation n’est prise en compte entre les particules a` basse e´nergie.
C’est le choix d’un mode`le assez simple que nous avons fait pour obtenir une formule
de la densite´ de niveaux analytique. Il est donc ne´cessaire d’introduire un facteur d’aug-
mentation collectif (enhancement) pour corriger et prendre en compte ces corre´lations
entre les particules. Ce facteur a e´te´ introduit par Ericson [100] et de´veloppe´ plus tard
par Bjornholm [101] et par Hansen et Jensen [102]. Les excitations collectives, qu’elles
soient d’origine rotationnelles ou vibrationnelles, augmentent la densite´ de niveaux jus-
qu’a` une certaine e´nergie critique Ecrit, au dela` de laquelle la notion de collectivite´ perd
sa justification. Le facteur collectif est donc corrige´ par un facteur multiplicateur f(E∗)
correspondant a` une fonction de Fermi :
f(E∗) =
1
1 + exp
(
E∗−Ecrit
dcrit
) , (2.78)
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ou` Ecrit a e´te´ e´value´e par Junghans et al. [103] a` 40 MeV. Le parame`tre de largeur de
la distribution dcrit vaut
Ecrit
4
. Le facteur d’augmentation collectif de´pend fortement de la
structure du noyau. Pour des noyaux ayant une de´formation axiale prolate, qui correspond
a` l’ensemble des noyaux que nous e´tudierons, le facteur collectif duˆ a` la rotation est
e´value´ [15] a` :
Krot = 0, 014A
5
3T (1− β2
3
), (2.79)
ou` T est le parame`tre lie´ a` la tempe´rature du syste`me, et β2 a` la de´formation quadru-
polaire. Dans notre cas, ce facteur est utilise´ au niveau du point selle ou` les corre´lations
collectives duˆ aux niveaux rotationnels sont plus importantes que celles provenant d’ef-
fets vibrationnels. Pour l’e´tat fondamental, qui sera conside´re´ comme sphe´rique, nous ne
prendrons en compte que le facteur collectif duˆ aux vibrations [15] :
Kvib = (1 + 0, 14∆N + 0, 23∆Z)
2, (2.80)
ou` ∆N et ∆Z repre´sente respectivement le nombre de neutrons et de protons de valence,
ou les trous de valence, associe´s a` la fermeture de couches la plus proche. Nous pouvons
remarquer que lorsqu’un noyau est doublement magique, le facteur Kvib est e´gal a` l’unite´.
Aucune modification de la densite´ de niveaux intrinse`que n’est donc prise en compte dans
ce cas-ci.
La probabilite´ de fission sera donc modifie´e de la fac¸on suivante :
(Γf )Coll = (Γf )int
(
Ksdrot
Kgdvib
)
f(E∗), (2.81)
ou` (Γf )int correspond a` la largeur de fission obtenue a` partir des densite´s de niveaux in-
trinse`ques. Pour eˆtre consistant, lors du de´nombrement du nombre de microe´tats pour
l’e´mission de particules le´ge`res, nous devrions e´galement inclure un coefficient d’augmen-
tation collective. Mais, celui-ci ne serait pris en compte que pour l’e´tat fondamental du
noyau pe`re et du noyau fils, c’est a` dire, que seul le facteur d’augmentation collectif vibra-
tionnel serait inclus. La formule (2.80) montre que la correction duˆ a` ces effets collectifs,
lors du calcul de la probabilite´ d’e´mettre une particule reste ne´gligeable dans tous les cas,
puisque seule une particule, voire 4 dans le cas d’un alpha, diffe`re entre le noyau pe`re et
le noyau fils. C’est la raison pour laquelle, ce facteur n’est inclus que pour le calcul de la
probabilite´ de fission, ou` la diffe´rence est bien plus importante.
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Nous devons maintenant faire une remarque importante a` propos de l’effet de ces fac-
teurs collectifs lors des calculs des sections efficaces de re´sidus dans la re´gion des noyaux
superlourds. Ces facteurs vont favoriser la fission des noyaux superlourds par rapport a`
l’e´vaporation de particules le´ge`res et pourraient expliquer les faibles sections efficaces de
re´sidus mesure´es compare´es a` celles pre´dites par les calculs statistiques [15] avec des pa-
rame`tres fixe´s aux valeurs de´termine´es pour des noyaux plus le´gers. Or lors du calcul de
la probabilite´ de fission, le rapport entre le nombre de microe´tats au point selle et a` l’e´tat
fondamental est de´termine´. Dans le cas des noyaux superlourds, duˆ a` leur fissilite´ proche
de l’unite´, la de´formation du point selle est tre`s proche de celle de l’e´tat fondamental.
L’influence du facteur collectif rotationnel n’apportera donc qu’une le´ge`re modification
du calcul de probabilite´. Les facteurs collectifs d’origine rotationnelle et vibrationnelle ne
peuvent pas a` eux seuls expliquer le de´saccord entre les sections efficaces expe´rimentales
et les calculs statistiques. La meˆme conclusion ne peut pas eˆtre tire´e par contre pour les
actinides, qui eux pre´sentent une de´formation tre`s importante du point selle par rapport
a` l’e´tat fondamental. Il sera ne´cessaire d’inclure ces facteurs collectifs, dans le cas des
actinides, pour reproduire les sections efficaces de re´sidus.
2.2.2 Le parame`tre de densite´ de niveaux
Jusqu’a` maintenant, seul le parame`tre g0, qui correspond a` la densite´ d’e´tats a` une
particule, a e´te´ utilise´ alors que ge´ne´ralement c’est le parame`tre de densite´ de niveaux
a (exprime´ en MeV−1) qui est introduit. La relation entre ces deux quantite´s, selon le
mode`le de Gaz de Fermi, est :
a =
π2
6
g0 ≈ A
14
. (2.82)
Or, ce mode`le n’est qu’approximatif puisqu’il ne´glige les inte´ractions re´siduelles entre les
nucle´ons, les effets de surface... Cependant, la simplicite´ de cette formulation a conduit
a` conserver son formalisme et a` ajuster ce parame`tre sur l’expe´rience ou sur des mode`les
plus e´labore´s. D’ou`, un parame`tre de densite´ de niveaux a` peu pre`s e´gal a` a ≈ A
8
pour des
noyaux froids. Il faut noter cependant que cette valeur permet seulement de reproduire la
tendance du parame`tre de densite´ de niveaux (cf. Figure 2.17).
Dans Kewpie2, nous avons choisi d’utiliser la parame´trisation du parame`tre de densite´
de niveaux propose´e par To¨ke et Swiatecki [105], pour l’ensemble de nos calculs. Ces
derniers ont pris en compte des bords diffus pour les noyaux, et donc une densite´ non plus
constante, comme le mode`le de gaz de Fermi le propose, mais de´pendante du rayon. Ce
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Fig. 2.17 – Figure obtenue dans la
re´fe´rence [104] ou` sont compare´es
les donne´es et le calcul du parame`tre
de densite´ de niveaux avec a = A
8
(courbe en trait plein).
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Fig. 2.18 – 2 calculs de parame`tre
de densite´ de niveau avec la courbe
en tirets correspondant a` la for-
mule de To¨ke-Swiatecki [105] avec
la prescription d’Ignatyuk [106], et
en trait plein, a = A
8
(comme sur la
Figure 2.17).
mode`le prend donc en compte les effets de surface des noyaux et le parame`tre de densite´
de niveaux devient :
a =
A
14, 61
(1 + 3, 114
Bs
A
1
3
+ 5, 626
Bk
A
2
3
), (2.83)
ou` Bs et Bk repre´sentent les variations d’aire de la surface et de la courbure inte´gre´e
du noyau en fonction de la de´formation de ce dernier. Ces variables sont normalise´es a` 1
lorsque le noyau est conside´re´ sphe´rique. Si le parame`tre de densite´ de niveaux est exprime´
par l’expression suivante : a = A
f
, contrairement a` celui provenant du mode`le simple du
gaz de Fermi, ou` le facteur f est constant et e´gal a` 14, il de´pend du nombre de masse A
pour To¨ke-Swiatecki. Pour tenir compte de la de´formation, la parame´trisation de Hasse
et Myers [82] est utilise´e,
Bs = 1 +
2
5
α22 −
4
105
α32 (2.84)
Bk = 1 +
2
5
α22 +
16
105
α32, (2.85)
ou` α2, qui a de´ja` e´te´ introduit lors de la discussion sur le processus de fission, est le
parame`tre de de´formation qui est relie´ a` la de´formation quadrupolaire β2 du noyau par :
α2 =
√
5
4π
β2. (2.86)
Cette e´quation sera utilise´e pour prendre en compte la de´formation de l’e´tat fondamental.
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Pour la de´termination de la de´formation du point selle, α2 est parame´trise´ suivant la
fissilite´ x graˆce a` la relation suivante :
α2 =
7
3
y − 938
765
y2, (2.87)
ou` y = 1 − x. Cette parame´trisation a e´te´ obtenue a` partir de l’utilisation d’un poten-
tiel macroscopique provenant du mode`le de la goutte liquide, sans de´formation de l’e´tat
fondamental. Il est maintenant ne´cessaire de discuter des ame´liorations qui peuvent eˆtre
apporte´es a` la parame´trisation de To¨ke-Swiatecki, ainsi que leurs effets sur les sections
efficaces de re´sidus.
2.2.2.1 La de´pendance e´nerge´tique des e´nergies de correction de couches
Tout d’abord, la de´pendance du parame`tre de densite´ de niveaux en fonction de la
structure du noyau sera e´tudie´e dans cette section. Pour certains noyaux, le parame`tre
de densite´ de niveaux pre´sente des irre´gularite´s (cf. Figure 2.17), qui s’expliquent par la
structure en couches des noyaux. Cet effet est particulie`rement remarquable aux alen-
tours de A = 208, qui correspond notamment au plomb. Comme nous l’avons de´ja` dit,
pour ces noyaux dits “magiques”, les niveaux autour de celui de Fermi sont modifie´s de
fac¸on conside´rable et vont influencer fortement le parame`tre de densite´ de niveaux. Pour
tenir compte de ces modifications, Ignatyuk [106] a propose´ d’inclure dans le calcul du
parame`tre de densite´ de niveaux, une de´pendance en fonction des e´nergies de correction
de couches. En meˆme temps, il a introduit la de´pendance de ces dernie`res en fonction de
la tempe´rature. Actuellement, c’est la seule mode´lisation simple qui existe, mais aucune
the´orie ne permet de confirmer ses re´sultats, ni pour la tendance ni pour l’amplitude
des corrections applique´es. Dans l’e´tat fondamental, nous utilisons donc la prescription
d’Ignatyuk de la manie`re suivante :
agd = a
(
1 + f(E∗)
∆E
E∗
)
, (2.88)
avec a qui a e´te´ calcule´ graˆce a` l’e´quation (2.83). ∆E est l’e´nergie de correction de couches
associe´e au noyau conside´re´ pour une tempe´rature nulle. La fonction f(E∗) de´pend expo-
nentiellement de l’e´nergie d’excitation,
f(E∗) = 1− exp
(
−E
∗
Ed
)
, (2.89)
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Fig. 2.19 – De´pendance e´nerge´tique de la prescription d’Ygnatyuk f(E∗). La courbe en
trait plein utilise un parame`tre de damping de Ed = 18, 5 Mev, et la courbe en tirets,
Ed = 11 MeV.
ou` Ed est fixe´ a` 18, 5 MeV par Ignatyuk graˆce a` un ajustement effectue´ sur l’ensemble des
noyaux stables. Nous verrons par la suite que nous conside´rerons ce parame`tre comme
libre et que nous pourrons le faire varier pour observer son effet sur les calculs. Sur la
Figure 2.19 est reporte´e la de´pendance e´nerge´tique de f(E∗). Il est important de noter
que lorsque l’e´nergie d’excitation est e´gale a` l’e´nergie de damping, f(E∗) est e´gale a` 0, 63.
Le fait de diminuer la valeur de l’e´nergie de damping va avoir comme conse´quence de
re´duire plus rapidement les e´nergies de correction de couches. La disparition des e´nergies
de correction de couches a` haute e´nergie d’excitation vient du fait que les nucle´ons au
sein du noyau posse`dent, en moyenne, une plus grande e´nergie cine´tique et peuvent aller
peupler plus facilement de nouvelles couches qui leur e´taient jusqu’alors inaccessibles. La
prescription d’Ignatyuk sera incluse seulement au niveau de l’e´tat fondamental, car au-
cune e´nergie de correction de couches ne sera prise en compte au niveau du point selle. La
Figure 2.18 pre´sente un calcul effectue´ en utilisant la parame´trisation de To¨ke-Swiatecki
avec la prescription d’Ignatyuk (courbe en tirets). Elle confirme, d’une part l’utilisation
de la parame´trisation de To¨ke-Swiatecki, par rapport a` la tendance moyenne obtenue, et
d’autre part, que la prescription d’Ignatyuk contribue bien a` prendre en compte les effets
de structure.
Nous allons maintenant e´tudier la manie`re dont la prescription d’Ignatyuk tient compte
de la de´pendance de la tempe´rature. Pour cela, il est ne´cessaire de de´tailler le calcul de la
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largeur de fission en commencant par la re´duire a` la formulation suivante :
Γf ≈ ρ
sd
C (E
∗ −Bf )
ρgdC (E
∗)
≈
exp
(
2
√
asd(E∗ −Bf )
)
exp
(
2
√
agdE∗
) , (2.90)
ou` nous avons supprime´ le pre´facteur et e´galement l’inte´grale sur l’e´nergie cine´tique. Pour
le passage entre le membre du milieu et celui de droite, l’expression de la densite´ de niveaux
a e´te´ re´duite a` son terme principal qui est le facteur exponentiel. Les parame`tres de densite´
de niveaux au point selle et a` l’e´tat fondamental sont suppose´s e´gaux, asd = agd = a. La
seule diffe´rence intervient au niveau de l’e´tat fondamental ou` la prescription d’Ignatyuk
est prise en compte,
asd = a (2.91)
agd = a
(
1 + f(E∗)
∆E
E∗
)
. (2.92)
En introduisant asd et agd dans le dernier membre de l’e´quation (2.90), et en effectuant
un de´veloppement limite´ de la racine carre´ en conside´rant que E∗ ≫ Bf et E∗ ≫ ∆E,
Γf ≈
exp
[
2
√
aE∗(1− Bf
2E∗
)
]
exp
[
2
√
aE∗(1 + f(E
∗)∆E
2E∗
)
] = exp [−√ a
E∗
(Bf + f(E
∗)∆E)
]
. (2.93)
Or, nous avons vu que Bf = BLDM −∆E. En explicitant la fonction f(E∗), la largeur de
fission devient donc :
Γf ≈ exp
[
−(BLDM − e
(−E∗
Ed
)∆E)
T
]
, (2.94)
ou` T =
√
E∗
a
est la tempe´rature. Par analogie a` la formule de Bohr et Wheeler qui peut
s’e´crire :
Γf ∝ exp
(
−Bf
T
)
, (2.95)
nous pouvons donc conclure que nous avons rede´fini une barrie`re de fission effective Befff
qui tient compte de l’e´nergie d’excitation,
Befff = BLDM − exp
(−E∗
Ed
)
∆E. (2.96)
Le re´sultat sera tre`s important pour l’e´tude des noyaux superlourds, puisque la barrie`re
de fission provient essentiellement des e´nergies de correction de couches. Il est donc im-
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portant de noter que la barrie`re de fission pour ces noyaux de´pendra tre`s fortement de
la tempe´rature. Nous nous sommes seulement inte´resse´s ici a` l’effet de la prescription
d’Ignatyuk sur le calcul de la largeur de fission. Mais celle-ci intervient e´galement dans
le calcul de la largeur d’e´vaporation de particules le´ge`res, ou` les parame`tres de densite´s
de niveaux sont e´value´s uniquement dans l’e´tat fondamental. En revanche, dans ce cas, la
prescription d’Ignatyuk n’influence pratiquement pas la largeur d’e´vaporation puisqu’en
effectuant un calcul similaire a` celui pour obtenir la barrie`re de fission effective, nous
trouvons que l’e´nergie de liaison neutron effective est :
Beffn = Bn − f(E∗) (∆ES −∆ER) , (2.97)
ou` ∆ES et ∆ER repre´sentent respectivement les e´nergies de correction de couches du
noyau pe`re et du noyau fils. Comme ces dernie`res sont relativement proches l’une de
l’autre, la contribution de la prescription d’Ignatyuk a` l’e´nergie de liaison neutron effective
est minime.
2.2.2.2 La de´formation de l’e´tat fondamental
L’imple´mentation de la de´formation de l’e´tat fondamental pose un proble`me conceptuel
important. Dans le cas des noyaux relativement bien connus et stables, de plus faible
fissilite´ par rapport aux noyaux superlourds, la de´formation du point selle est plutoˆt large.
Par exemple, pour l’uranium 238, qui pre´sente une fissilite´ x ≈ 0, 78, la de´formation du
fondamental, obtenue dans la table de Møller et Nix, est de β2 = 0, 215. Au niveau du
point selle, β2 est de 0, 934. Mais les noyaux superlourds posse`dent une fissilite´ tre`s proche
de l’unite´, ce qui implique que la de´formation du point selle est tre`s proche de celle de l’e´tat
fondamental. Si l’e´tat fondamental est suppose´ sphe´rique, aucun proble`me apparaˆıt. Mais
les pre´dictions de la table de Møller et Nix pour cette re´gion pre´disent des de´formations
de l’e´tat fondamental de l’ordre de β2 ≈ 0, 2 qui sont supe´rieures a` celles obtenues par la
parame´trisation de Hasse et Myers (cf. formule 2.85) pour le point selle qui sont e´galement
de l’ordre et parfois infe´rieures a` 0, 2. La me´thode, que nous avons choisi d’appliquer pour
re´soudre ce proble`me, a e´te´ d’additionner les deux de´formations pour de´finir celle du point
selle,
βs = β2 + βHM , (2.98)
ou` βs, β2 et βHM repre´sentent respectivement la nouvelle de´formation du point selle, celle
de l’e´tat fondamental et enfin celle du point selle obtenue par la parame´trisation de Hasse
et Myers.
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Fig. 2.20 – Effet de l’imple´mentation de la de´formation de l’e´tat fondamental sur les
sections efficaces d’e´vaporation pour le syste`me 48Ca +208 Pb. Les courbes sans symbole
et avec symboles correspondent respectivement a` des calculs sans prise en compte de la
de´formation de l’e´tat fondamental et avec prise en compte de la de´formation de l’e´tat
fondamental. Les courbes en trait plein, en tirets, en pointille´s et en tirets-pointille´s cor-
respondent respectivement aux voies d’e´vaporation 1n, 2n, 3n et 4n.
Sur la Figure 2.20 est reporte´ l’effet de la prise en compte de la de´formation de l’e´tat
fondamental sur les sections efficaces d’e´vaporation (ici, 1n, 2n, 3n et 4n pour la re´ac-
tion 48Ca +208 Pb). La premie`re se´rie de calculs a e´te´ effectue´e en conside´rant que l’e´tat
fondamental e´tait sphe´rique pour l’ensemble des noyaux. Cela signifie que seule la parame´-
trisation de Hasse et Myers est retenue pour de´finir la de´formation du point selle. Pour la
deuxie`me se´rie, nous avons inclus par la me´thode (cf. formule 2.98) de´crite pre´ce´demment
la de´formation de l’e´tat fondamental a` partir des pre´dictions de la table de Møller et Nix.
Il peut eˆtre observe´ sur la Figure 2.20 que cet effet est de plus en plus important quand le
nombre de particules e´vapore´es augmente, mais n’exce`de pas pour le canal d’e´vaporation
4n un facteur 3. Cependant, avec l’augmentation de la tempe´rature, et donc la disparition
des effets de couches, les noyaux devraient redevenir sphe´riques, mais nous ne savons pas
prendre en compte cet effet. Devons-nous attendre la perte comple`te des e´nergies de cor-
rection de couches pour supprimer la de´formation de l’e´tat fondamental ? Ou devons-nous
inclure une de´pendance e´nerge´tique pour cette dernie`re, a` la manie`re de la prescription
d’Ignatyuk pour les e´nergies de correction de couches ? Si la dernie`re hypothe`se est choi-
sie, quelle e´nergie de damping devons-nous prendre ? Ce dont nous sommes suˆrs, c’est que
nous avons conside´re´ les deux cas extre`mes sur la Figure 2.20. Mais le plus important,
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c’est que dans le cas des noyaux superlourds produits par fusion froide, c’est a` dire pour
le canal d’e´vaporation 1n, l’effet de l’introduction de la de´formation de l’e´tat fondamental
est de l’ordre de quelques pourcents. Nous pouvons donc ne´gliger cette correction, qui
n’expliquera pas les trois ordres de grandeurs de diffe´rence qui vont eˆtre observe´s dans
la suite entre nos calculs et les donne´es. La diffe´rence relative entre le rapport
af
an
(ou` af
correspond au parame`tre de densite´ de niveau e´value´ au point selle lors du calcul de la
largeur de fission et an au parame`tre de densite´ de niveaux du noyau fils lors du calcul de
la largeur d’e´vaporation) avec ou sans prise en compte de la de´formation de l’e´tat fonda-
mental n’exce`de pas 2%. De plus, plus la masse augmentera, pour les noyaux e´tudie´s, et
plus la diffe´rence relative diminuera. Par exemple, dans le cas du Thorium, celle-ci est de
2%, alors que pour les noyaux superlourds produits par fusion chaude, elle est infe´rieure
a` 0, 2%. Par la suite, nous ne prendrons donc pas en compte cet effet et les noyaux seront
conside´re´s sphe´riques dans leur e´tat fondamental.
2.2.3 L’e´nergie d’appariement
Il a e´te´ observe´ expe´rimentalement que les e´nergies de liaison pre´sentaient des effets
pair-impair. Les noyaux posse´dant un nombre pair de neutrons et/ou de protons sont
plus lie´s que leurs voisins impairs. Ce phe´nome`ne s’explique par le fait que la brisure
d’une paire de nucle´ons demande une certaine quantite´ d’e´nergie. Nous devons donc tenir
compte de cet effet, non seulement dans le calcul de l’e´nergie de liaison, mais e´galement
lors du de´nombrement du nombre de microe´tats du syste`me. Lorsqu’un noyau est pair,
il est donc ne´cessaire de briser la paire de nucle´ons, a` laquelle appartient celui qui va
eˆtre e´vapore´, avant d’effectuer le calcul de la densite´ de niveaux. Une partie de l’e´nergie
d’excitation est alloue´e a` la brisure de cette paire et non a` l’excitation thermique des
nucle´ons au sein du noyau. Ceci se traduit donc lors du calcul de la densite´ de niveaux
par une rede´finition de l’e´nergie d’excitation “utilisable” par le syste`me,
ρ(A,E∗, J)→ ρ(A,E∗ − EPN , J), (2.99)
ou` EPN est appele´e e´nergie d’appariement, qui est e´gale [98] a` EPN = 0 si le nombre de
neutrons N et le nombre de protons P sont impairs, EPN =
12√
A
si N ou P est pair (si le
nombre de nucle´ons A au sein du noyau est impair), et EPN =
24√
A
, si N et P sont pairs.
Sur la Figure 2.21 est reporte´ l’effet de l’appariement sur les sections efficaces d’e´va-
poration pour le syste`me 48Ca +208 Pb. Les courbes sans symbole correspondent a` un
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Fig. 2.21 – Effet de l’e´nergie d’appariement sur les sections efficaces de re´sidus pour le
syste`me 48Ca +208 Pb. Les courbes sans symbole et avec symboles correspondent respec-
tivement a` des calculs avec l’e´nergie d’appariement et sans l’e´nergie d’appariement. Les
courbes en trait plein, en tirets, en pointille´s et en tirets-pointille´s correspondent respec-
tivement aux voies d’e´vaporation 1n, 2n, 3n et 4n.
canal 1n 2n 3n 4n
erreur relative −73% +51% −74% +170%
Tab. 2.3 – Ce tableau reporte la diffe´rence relative entre les deux calculs de la Figure 2.21
utilisant ou non l’e´nergie d’appariement.
calcul effectue´ en prenant en compte l’e´nergie d’appariement, contrairement aux courbes
sans symbole. Nous pouvons remarquer que l’effet de´pend du re´sidu forme´. Tout d’abord,
pour les canaux d’e´vaporation correspondant aux noyaux pairs (2n, 4n), nous remarquons
que lors de l’imple´mentation de l’effet d’appariement, les sections efficaces se retrouvent
re´duites. Alors que l’effet est l’inverse pour les canaux d’e´vaporation correspondant aux
noyaux impairs (1n, 3n), ou` les sections efficaces augmentent. Cet effet joue donc un
roˆle tre`s important pour reproduire la diffe´rence relative entre deux canaux d’e´vaporation
conse´cutifs. Dans le Tableau 2.3 a e´te´ reporte´e l’erreur relative entre le calcul effectue´ sans
prendre en compte l’e´nergie d’appariement et celui qui en tient compte pour la re´action
48Ca +208 Pb. Nous pouvons remarquer que pour une se´rie pair ou impair, la diffe´rence
relative augmente avec le nombre de particules e´vapore´es, mais n’exce`de pas le facteur 2,
pour 4 neutrons e´vapore´s.
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Fig. 2.22 – Sche´ma de l’algorithme utilise´
Comme pour tout ce qui a trait a` la structure microscopique du noyau, une de´pendance
en tempe´rature peut eˆtre conside´re´e pour l’e´nergie d’appariement. Mais, quelle fonction
devons-nous conside´rer ? Quelle e´nergie de damping devons-nous prendre ? Comme pre´-
ce´demment pour la de´formation de l’e´tat fondamental, les deux calculs pre´sente´s sur la
Figure 2.21 correspondent aux deux hypothe`ses extreˆmes a` conside´rer. Nous avons ainsi
une ide´e de l’erreur dans nos calculs due au mauvais traitement de l’e´nergie d’apparie-
ment. Par la suite, nous prendrons en compte celle-ci dans nos calculs, tout en gardant a`
l’esprit qu’une de´pendance en tempe´rature serait plus re´aliste.
2.3 L’algorithme
Kewpie2 permet d’avoir acce`s a` tout le spectre en e´nergie de tous les noyaux de la
cascade de de´sexcitation du noyau compose´. Pour cela, nous avons de´veloppe´ un nouvel
algorithme permettant de calculer de tre`s faibles probabilite´s, sans utiliser les me´thodes
Monte-Carlo classiques. Si cela avait e´te´ le cas, il aurait fallu un nombre de tirages ale´a-
toires tre`s important pour avoir une statistique correcte, impliquant des temps de calcul
tre`s longs. Le code sera donc particulie`rement bien adapte´ aux calculs de re´sidus peu
probables dans la re´gion des noyaux superlourds ou pour la formation par e´vaporation de
noyaux tre`s exotiques en neutrons ou en protons. L’algorithme (cf. Figure 2.22) consiste a`
discre´tiser en “bins” le spectre en e´nergie d’excitation de chacun des noyaux de la cascade.
Chaque “bin” correspond a` une e´nergie d’excitation pour le noyau conside´re´, a` partir du-
quel les diffe´rentes probabilite´s de chaque processus de de´sinte´gration sont calcule´es. La
combinaison de l’e´nergie d’excitation du noyau pe`re, de l’e´nergie de liaison et de l’e´nergie
cine´tique de la particule e´vapore´e, permet d’obtenir la valeur de l’e´nergie d’excitation (le
“bin” du spectre en e´nergie) a` laquelle le peuplement du noyau fils se fait. En recommen-
2.3. L’algorithme 91
c¸ant sur toutes les e´nergies cine´tiques possibles et sur tous les bins du spectre en e´nergie
du noyau pe`re, nous pouvons ainsi effectuer le peuplement complet du spectre en e´ner-
gie du noyau fils. Nous allons maintenant introduire l’e´quation permettant d’effectuer ce
peuplement. En conside´rant un noyau pe`re n, avec un spectre en e´nergie d’excitation Sn,
discre´tise´ en N “bins” i, la condition de normalisation sur la population est :
N∑
i=0
Sn(i) = Pn, (2.100)
ou` Pn repre´sente la population associe´e au noyau n. La valeur du peuplement d’un “bin”
correspondant a` une e´nergie d’excitation E∗n+1 du noyau fils n+ 1 est :
dSn+1(E
∗
n+1) =
∫ +∞
0
dE∗nSn(E
∗
n)
γ(E∗n → E∗n+1)
Γtn(E
∗
n)
, (2.101)
ou` γ(E∗n → E∗n+1) correspond a` la largeur statistique (e´vaporation de neutron, proton,
alpha ou de rayonnement gamma) permettant au noyau pe`re a` l’e´nergie d’excitation E∗n
de de´croˆıtre vers le noyau fils a` une e´nergie d’excitation E∗n+1. Γ
t
n(E
∗
n) repre´sente la somme
des largeurs de de´sinte´gration du noyau pe`re a` l’e´nergie d’excitation E∗n. Bien entendu,
nous devons effectuer la meˆme ope´ration pour chaque “bins” du spectre en e´nergie du
noyau fils pour un peuplement complet de ce dernier. Il faut remarquer que pour un “bin”
du spectre en e´nergie d’excitation du noyau pe`re se situant en dessous des diffe´rents seuils
d’e´missions (de particules le´ge`res ou de fission), la largeur totale Γtn(E
∗
n) sera nulle. Il en
re´sultera que ce “bin” ne sera pas modifie´ et contribuera au peuplement du noyau pe`re.
Dans le cas contraire ou` la largeur totale Γtn(E
∗
n) est diffe´rente de ze´ro, la valeur du “bin”
du spectre en e´nergie d’excitation du noyau pe`re est initialise´e a` ze´ro (puisque celui-ci a
subit une de´sinte´gration), et les “bins” des noyaux fils correspondant seront augmente´s en
accord avec l’e´quation (2.101), graˆce au rapport
γ(E∗n→E∗n+1)
Γtn(E
∗
n)
.
Il faut noter que le pas de discre´tisation du spectre en e´nergie d’excitation a e´te´
choisi constant et identique pour tous les noyaux de la cascade de de´sexcitation. De plus,
une e´tude de sensibilite´ sur ce parame`tre a e´te´ effectue´e, et il s’est ave´re´ indispensable
d’utiliser un pas au plus e´gal a` dE∗ = 0, 1 MeV. Pour un pas plus grand, et notamment
pour dE∗ = 1, 0 MeV, une le´ge`re diffe´rence apparaˆıt sur les calculs qui implique un
de´calage sur la position du maximum de chaque voie d’e´vaporation qui peut atteindre 1
MeV. Nous utiliserons donc une valeur de dE∗ = 0, 1 MeV pour l’ensemble des calculs
du Chapitre 3. Cela signifie que la pre´cision de nos calculs sera a` 0, 1 MeV pre`s, ce qui
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est tout a` fait suffisant par rapport aux donne´es. Il est important de remarquer que les
spectres en e´nergie d’excitation sont stocke´s dans des tableaux dans le code statistique
et que le choix du pas de discre´tisaton joue donc e´galement sur la me´moire vive utilise´e
et sur le temps de calcul. C’est la raison pour laquelle au Chapitre 4, qui ne´cessitera des
calculs atteignant des e´nergies d’excitations importantes, que le pas sera fixe´ a` dE∗ = 1, 0
MeV pour limiter la me´moire vive et les temps de calculs trop longs.
2.4 Conclusion
Il existe actuellement de nombreux codes statistiques (HIVAP [18, 107], CASCADE
[108],...) utilisant diffe´rentes hypothe`ses et diffe´rents parame`tres. L’inte´reˆt d’avoir e´labore´
un nouveau code statistique re´side dans le fait qu’il est ne´cessaire, dans la re´gion des
noyaux superlourds, de traiter efficacement les tre`s faibles probabilite´s. Contrairement a`
la grande majorite´ des autres codes statistiques qui utilisent les me´thodes Monte-Carlo,
Kewpie2 utilise un algorithme spe´cifique qui donne acce`s a` de tre`s faibles probabilite´s
en un temps tre`s court. Ce point est particulie`rement inte´ressant, non seulement pour
l’e´tude des noyaux superlourds, mais e´galement pour toutes les e´tudes statistiques dans
lesquelles les queues de distribution jouent un roˆle important, comme par exemple pour
la production de faisceaux tre`s exotiques. Il faut cependant noter que les parame`tres de
Kewpie2 que nous venons de pre´senter ne sont valables que pour des noyaux tre`s lourds
ou superlourds.
Est-il possible d’obtenir un code statistique totalement fiable et pre´dictif ? Pour cela, il
est ne´cessaire de connaˆıtre parfaitement l’effet de chacun des parame`tres physiques utilise´s.
C’est la raison pour laquelle, nous avons de´taille´ et justifie´ l’ensemble des formalismes et
des parame`tres physiques utilise´s dans Kewpie2. Nous avons pre´sente´ des estimations de
l’effet de chaque parame`tre sur les calculs d’e´vaporation et de l’incertitude re´sultante. Il
ressort de cette e´tude que trois parame`tres sont particulie`rement importants du fait de la
grande incertitude sur leur valeur et de leur grande influence sur les sections efficaces de
re´sidus. Ces parame`tres, appele´s “libres”, sont : la friction (β), l’e´nergie de damping (Ed)
et le facteur de correction de couches (f). L’infuence du facteur f est d’environ un ordre
de grandeur sur les sections efficaces de re´sidus lorsque l’ajustement modifie d’1 MeV
la hauteur de la barrie`re de fission. En ce qui concerne la friction, nous avons reporte´
sur la Figure 2.11 l’influence de ce parame`tre sur le facteur de Kramers, ou` la variation
apporte´e a` ce facteur modifiera de la meˆme intensite´ le calcul de la probabilite´ de fission.
Il convient de noter que cette variation se re´percute directement sur les sections efficaces
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seulement dans le cas des noyaux superlourds, ou` le processus de fission domine, et ou`
la largeur totale de de´sinte´gration (Γtot) e´quivaut a` la largeur de fission (Γf ). Dans ce
cas et seulement dans ce cas, la voie 1n sera directement affecte´e par la modification
du facteur de Kramers puisque la probabilite´ de survie peut eˆtre re´duite a` P 1nsurv ≈ ΓnΓtot ,
ou` Γn est la largeur d’e´vaporation. Si le facteur de Kramers est diminue´ d’un facteur 2,
la probabilite´ de fission, et en conse´quence la probabilite´ de survie de la voie 1n, sera
e´galement diminue´e de ce meˆme facteur pour les noyaux superlourds. Par contre, pour la
voie 2n, cette modification sera a` peu pre`s e´leve´e au carre´ puisque la probabilite´ de survie
peut se re´duire a` P 2nsurv ≈
(
Γn
Γtot
)2
. La loi de puissance se re´percutera de la meˆme manie`re
pour les autres voies d’e´vaporation. Pour le parame`tre de damping, il est plus difficile
de donner une estimation simple de son influence sur les re´sultats des calculs puisque
ce facteur de´pend de l’e´nergie. Par contre, si ce parame`tre diminue d’environ 1 MeV la
hauteur de la barrie`re de fission effective, les sections efficaces de re´sidus diminueront
d’environ un ordre de grandeur, comme pour le facteur f .
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Nous allons maintenant appliquer Kewpie2 a` des cas concrets et le confronter aux
re´sultats expe´rimentaux sur les sections efficaces de re´sidus. Nous nous focaliserons dans
un premier temps sur des noyaux pre´sentant des proprie´te´s physiques relativement bien
connues (masses, e´nergies de correction de couches...). Cela permettra de valider l’ensemble
des choix the´oriques et des parame`tres de´crits au Chapitre 2. Ensuite, la synthe`se des
noyaux superlourds sera e´tudie´e, aussi bien par fusion chaude que par fusion froide. Or
dans cette re´gion, actuellement tre`s mal connue aussi bien du point de vue the´orique
qu’expe´rimental, une tre`s grande incertitude existe sur certaines variables physiques jouant
un roˆle tre`s important, telles par exemple les barrie`res de fission qui de´pendent des e´nergies
de correction de couches. L’ensemble des proprie´te´s physiques obtenues sur des noyaux
connus sont donc extrapole´es aux noyaux de cette re´gion. Il faut noter ici que seul le
formalisme de Weisskopf est utilise´ puisque pour l’e´vaporation de neutrons (seul cas e´tudie´
dans ce chapitre), nous avons montre´ a` la Section 2.1.1.3 que ces re´sultats sont e´quivalents
a` ceux obtenus par le formalisme de Hauser-Feshbach.
3.1 Applications sur des syste`mes de re´fe´rence
Les syste`mes qui vont eˆtre e´tudie´s dans cette partie posse`dent la particularite´ de mettre
en jeu des masses et des e´nergies de correction de couches relativement bien connues. C’est
la raison pour laquelle ces syste`mes sont appele´s “syste`mes de re´fe´rences”. Kewpie2 pourra
donc eˆtre valide´ du point de vue des choix the´oriques et de l’ensemble des parame`tres
physiques de´crits au Chapitre 2. Cela signifie, que nous allons confirmer l’utilisation de la
parame´trisation des facteurs d’augmentation collectifs, la formule de densite´ de niveaux et
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son parame`tre associe´, l’e´nergie d’appariement, les facteurs de Kramers et de Strutinsky
et l’absence de re´gime transitoire pour la de´termination de la largeur de fission. Il faut
noter que la validation du code ne sera effectue´e que sur les quantite´s physiques qui
nous inte´ressent ici, c’est a` dire les sections efficaces de re´sidus. Au Chapitre 2, nous
avons mentionne´ que Kewpie2 ne comportait que trois parame`tres suppose´s libres, dont
nous pourrons ajuster les valeurs pour obtenir un meilleur accord avec les donne´es. Il
s’agit du facteur de correction de couche f , de l’e´nergie de damping Ed et la friction β.
Dans cette partie, comme les e´nergies de correction de couches des syste`mes e´tudie´s sont
relativement bien connues, les donne´es tire´es de la table de Møller et Nix ne ne´cessitent
aucun ajustement. Les deux seuls parame`tres libres qui doivent donc eˆtre ajuste´s sont
la friction et l’e´nergie de damping. Il faut tout de meˆme noter qu’ils ne posse`dent pas
la meˆme signification physique : le premier modifie l’intensite´ de la dissipation durant le
processus de fission, alors que le dernier de´termine la rapidite´ a` laquelle diminuent les
e´nergies de correction de couches avec la tempe´rature. Ils influent ne´anmoins beaucoup et
uniquement sur le calcul de la largeur de fission. En ce qui concerne les sections efficaces
de fusion, l’approximation WKB (cf. Section 1.1) et l’approche empirique de Swiatecki
(A.E.S.) (cf. Equation. 1.17 de la Sec. 1.2.1.1) sont utilise´es. Cette dernie`re permet de
calculer les sections efficaces de capture qui sont e´quivalentes aux sections efficaces de
fusion pour les syste`mes e´tudie´s dans cette partie.
3.1.1 Etude de la re´action : 16O +208 Pb→224 Th
3.1.1.1 Les sections efficaces de fusion
Sur la Figure 3.1 est reporte´e la comparaison entre les calculs et les donne´es [109]
sur les sections efficaces de fusion pour la re´action 16O +208 Pb →224 Th. La courbe en
pointille´s correspond a` un calcul utilisant l’approximation WKB et celle en trait plein
correspond a` l’approche empirique de Swiatecki. Nous pouvons remarquer que les deux
mode`les reproduisent parfaitement les donne´es. Pour le calcul des sections efficaces de
re´sidus, nous utiliserons l’approximation WKB qui est re´aliste pour la re´action 16O +208
Pb→224 Th.
3.1.1.2 Les sections efficaces de re´sidus
Pour ce syste`me, seuls les canaux d’e´vaporations 2n, 3n et 4n sont e´tudie´s. La parti-
cularite´ du noyau compose´ re´side dans le fait qu’il ne posse`de que −0, 65 MeV d’e´nergie
de correction de couches. De meˆme, pour les isotopes provenant de l’e´vaporation de neu-
trons, celles-ci n’exce`dent pas −1, 8 MeV (pour A = 221). La barrie`re de fission, qui est de
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Fig. 3.1 – Sections efficaces de fusion pour le syste`me 16O +208 Pb. En pointille´, calcul
the´orique de type WKB et en trait plein suivant l’approche de Swiatecki et al, e´quation
(1.17). Les donne´es [109] sont repre´sente´es par les triangles noirs.
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Fig. 3.2 – Influence du parame`tre de damping sur les sections efficaces d’e´vaporation
2n (trait plein), 3n (tirets) et 4n (pointille´s) pour le syste`me 16O +208 Pb →224 Th. Les
courbes sans symbole correspondent a` un calcul utilisant Ed = 18, 5 MeV, et avec symboles
a` Ed = 11 MeV.
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Fig. 3.3 – Comparaison des calculs de sections efficaces d’e´vaporation 2n (trait plein), 3n
(tirets) et 4n (pointille´s) aux donne´es [110] (2n : ronds, 3n : triangles, 4n : carre´s) pour
le syste`me 16O +208 Pb→224 Th (Ed = 18, 5 MeV et β = 2.1021 s−1).
l’ordre de Bf = 6 MeV, de´pend donc tre`s peu de la tempe´rature. La Figure 3.2 pre´sente
l’influence du parame`tre de damping sur les diffe´rentes voies d’e´vaporation. Deux calculs
ont e´te´ effectue´s, ou` l’un utilise la valeur fixe´e initialement par Ignatyuk [106], c’est a`
dire, Ed = 18, 5 MeV (courbes sans symbole), et l’autre avec Ed = 11 MeV (courbes avec
symboles) qui correspondra a` la valeur adopte´e lors de l’e´tude de la re´action 48Ca+208 Pb
pour reproduire les donne´es. Les sections efficaces de re´sidus obtenues par les deux calculs
ne diffe`rent que d’un facteur 2 a` peu pre`s, pour l’ensemble des voies d’e´vaporation. Il est
important de remarquer que nous ne nous inte´resserons tout au long de la discussion de
ce chapitre qu’a` des valeurs de damping infe´rieures a` Ed = 18, 5 MeV, puisqu’il sera ne´-
cessaire, pour les noyaux e´tudie´s par la suite, de diminuer les sections efficaces de re´sidus
et non de les augmenter.
Sur la Figure 3.3 est reporte´e la comparaison des calculs de sections efficaces de re´si-
dus aux donne´es, ou` un tre`s bon accord peut eˆtre observe´ en utilisant Ed = 18, 5 MeV
et β = 2.1021 s−1. Ce syste`me permet donc de confirmer les choix the´oriques et les pa-
rame`tres de´crits au Chapitre 2, et notamment la densite´ de niveaux auquel le facteur
d’augmentation collectif a e´te´ ajoute´. Ce dernier est particulie`rement influent dans cette
re´gion puisque la de´formation du point selle est large compare´e a` l’e´tat fondamental sup-
pose´ sphe´rique. Selon les hypothe`ses retenues, le nombre d’e´tat rotationnels au point selle
est tre`s e´le´ve´. Sans ce parame`tre collectif, nos calculs sur-estimeraient a` peu pre`s d’un
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ordre de grandeur les donne´es.
Nous pouvons tout de meˆme remarquer sur la Figure 3.3, un le´ger de´saccord pour
le canal d’e´vaporation 3n ou` le premier point expe´rimental est situe´ a` E∗ = 21, 4 MeV.
La somme des trois e´nergies de liaison neutron, permettant de former a` partir du noyau
compose´ le re´sidu 3n, est e´value´e a` 21, 153 MeV avec une incertitude de 46 keV. Notre
calcul devrait donc de´buter a` cette valeur si les neutrons e´taient e´mis avec une e´nergie
cine´tique nulle. Or, dans le formalisme de Weisskopf, avec la parame´trisation de la section
efficace inverse de re´action que nous avons choisie (cf. e´quation 2.18), il est impossible
d’e´vaporer des neutrons sans e´nergie cine´tique. Pour ce calcul, un pas de 0, 1 MeV a e´te´
choisi pour l’e´nergie cine´tique, qui implique une diffe´rence de 0, 3 MeV lors de l’e´vaporation
de 3 neutrons. Le fait que notre calcul ne de´bute qu’a` 22, 5 MeV avec une probabilite´ tre`s
faible de l’ordre de σ3n(22, 5) ≈ 1.10−8 mb provient de l’e´nergie de pairing qui est soustraite
a` l’e´nergie d’excitation globale et est e´value´e pour le re´sidu 3n a` 0, 8 MeV. L’ensemble de
ces valeurs explique pourquoi il est impossible de calculer une section efficace a` E∗ = 21, 4
MeV pour la voie 3n, telle qu’observe´e dans les donne´es. Si l’e´nergie de pairing n’e´tait pas
prise en compte le calcul de´buterait a` 21, 7 MeV, mais avec une section efficace de 5, 7.10−9
mb. Or, comme il a e´te´ mentionne´ au Chapitre 2, l’e´nergie de pairing est ne´cessaire pour
permettre une bonne reproduction du rapport d’intensite´ entre deux voies d’e´vaporation
conse´cutives. La voie 4n semble, quant a` elle, le´ge`rement sous-estime´e par rapport aux
donne´es, mais cette diffe´rence est compatible avec les incertitudes the´oriques que nous
avons de´taille´es au Chapitre 2.
3.1.2 Etude de la re´action : 12C +236 U →248 Cf
3.1.2.1 Les sections efficaces de fusion
Sur la Figure 3.4 est reporte´e la comparaison entre les calculs et les donne´es sur les
sections efficaces de fusion pour la re´action 12C+236U →248 Cf . Nous pouvons remarquer
que l’approximation WKB (courbe en pointille´s) ne permet pas de reproduire les donne´es
contrairement a` l’approche empirique de Swiatecki (courbe en trait plein). L’explication
vient du fait que l’uranium 236 est de´forme´ dans son e´tat fondamental, et l’approche
empirique de Swiatecki prend en compte une distribution de barrie`res pour inclure les
effets lie´s a` la de´formation des noyaux. La valeur initiale de la variance de la distribution
de barrie`res est de v = 2, 9 en accord avec l’e´quation (1.15). Avec une valeur voisine de
v = 2, 5 (courbe en tirets) l’accord avec les donne´es est aussi bon qu’avec la courbe en
trait plein. Pour d’autres syste`mes, les sections efficaces de fusion sont plus sensible a`
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Fig. 3.4 – Sections efficaces de fusion pour le syste`me 12C +236 U . En pointille´, calcul
utilisant l’approximation WKB, en trait plein suivant l’approche empirique de Swiatecki,
e´quation (1.17) (v = 2, 9) et en tirets suivant l’approche empirique de Swiatecki avec un
ajustement de la variance de la distribution de barrie`res a` v = 2, 5. Les donne´es [111] sont
repre´sente´es par les triangles noirs.
ce parame`tre (voir section suivante). Dans la suite, lors de la comparaison aux sections
efficaces de re´sidus, nous utiliserons l’approche empirique de Swiatecki sans ajustement
de la distribution de barrie`res.
3.1.2.2 Les sections efficaces de re´sidus
Il faut noter que pour ce syste`me, les e´nergies de correction de couches repre´sentent ici
la moitie´ de la barrie`re de fission pour une tempe´rature nulle, avec Bf = 6 MeV comme
pour le syste`me pre´ce´dent. Les effets lie´s a` la tempe´rature seront donc plus importants
que pour la re´action 16O +208 Pb→224 Th. La Figure 3.5 permet de visualiser l’influence
du parame`tre de damping sur les sections efficaces d’e´vaporation 3n, 4n et 5n a` partir
du noyau compose´ 248Cf . Entre les calculs effectue´s avec les meˆmes e´nergies de dam-
ping que pour le syste`me pre´ce´dent, a` savoir Ed = 18, 5 MeV (courbes sans symbole), et
Ed = 11 MeV (courbes avec symboles), une diffe´rence d’un ordre de grandeur est observe´e.
Sur la Figure 3.6 est reporte´e la comparaison entre les calculs et les donne´es sur les
sections efficaces d’e´vaporation 3n, 4n et 5n, ou` un bon accord est observe´ pour Ed = 18, 5
MeV et β = 4.1021 s−1. Pour ce syste`me, un ajustement de la friction (β = 4.1021 s−1
au lieu de β = 2.1021 s−1 pour la re´action 16O +208 Pb →224 Th) a e´te´ ne´cessaire pour
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Fig. 3.5 – Influence du parame`tre de damping sur les sections efficaces d’e´vaporation
3n (trait plein), 4n (tirets) et 5n (pointille´s) pour le syste`me 12C +236 U →248 Cf . Les
courbes sans symbole correspondent a` un calcul utilisant Ed = 18, 5 MeV, et avec symboles
a` Ed = 11 MeV.
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Fig. 3.6 – Comparaison des calculs de sections efficaces d’e´vaporation 3n (trait plein), 4n
(tirets) et 5n (pointille´s) aux donne´es [112] (3n : losanges, 4n : carre´s, 5n : triangles) pour
le syste`me 12C +236 U →248 Cf avec Ed = 18, 5 MeV et β = 4.1021 s−1.
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Fig. 3.7 – Influence du parame`tre de friction sur les sections efficaces d’e´vaporation 3n
(trait plein), 4n (tirets) et 5n (pointille´s) pour le syste`me 12C+236U →248 Cf . Les courbes
supe´rieures associe´es a` une voie d’e´vaporation correspondent a` β = 4.1021 s−1 et celles
infe´rieures a` β = 2.1021 s−1. Les donne´es sont identiques a` celles de la Figure 3.6.
obtenir un meilleur accord avec les donne´es. Sur la Figure 3.7 est reporte´e l’influence
du parame`tre de friction sur les sections efficaces d’e´vaporation. La diffe´rence entre un
calcul utilisant β = 4.1021 s−1 au lieu de β = 2.1021 s−1 est d’environ un facteur 3 sur
le maximum des sections efficaces d’e´vaporation 3n, 5 pour la voie 4n et 7 pour la voie
5n. Ce parame`tre de friction ne modifie pas uniforme´ment chacun des canaux d’e´vapo-
ration, mais permet d’en ajuster les rapports relatifs. Il ne joue donc pas exactement le
meˆme roˆle que l’e´nergie de damping. Il est important de rappeler ici que nous avons fait le
choix de fixer h¯ωsd = h¯ωgs = 1 MeV alors que ce sont peut-eˆtre ces parame`tres qui varient.
Sur la Figure 3.6, un le´ger de´saccord sur la voie 3n est observe´, ou` en dessous de
E∗ = 38 MeV le calcul sur-estime les donne´es. Par contre, au dessus de E∗ = 38 MeV, le
calcul semble raisonnable. Comme il a e´te´ remarque´ lors de l’e´tude des sections efficaces
de fusion pour ce syste`me, il est possible de modifier la variance de la distribution de
barrie`res afin de mieux reproduire les donne´es. Sur la Figure 3.8 est reporte´e l’influence
de l’ajustement de la variance de la distribution de barrie`res sur les sections efficaces
de re´sidus. Nous pouvons constater que les voies 4n et 5n ne sont pratiquement pas
affecte´es par cet ajustement car dans cette re´gion en e´nergie d’excitation, les sections
efficaces de fusion ne sont pas affecte´es par l’ajustement de la variance de la distribution
de barrie`res. Pour la voie 3n, l’ajustement a pour effet de diminuer les sections efficaces
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Fig. 3.8 – Influence de la modification de la variance de la distribution de barrie`res sur
les calculs de sections efficaces d’e´vaporation 3n (trait plein), 4n (tirets) et 5n (pointille´s).
Les courbes plus fines correspondent a` au calcul sans ajustement de v (v = 2, 9) alors que
les courbes plus grosses correspondent au calcul effectue´ avec l’ajustement de v = 2, 5.
Les donne´es sont identiques a` celles de la Figure 3.6.
de re´sidus, et permet au calcul de rentrer dans la barre d’erreur associe´e au premier point
expe´rimental situe´ a` E∗ = 33 MeV. Il semblerait donc ne´cessaire de modifier pour ce
syste`me la variance de la distribution de barrie`res afin d’obtenir un meilleur accord entre
le calcul et les donne´es sur la voie 3n.
3.1.3 Etude de la re´action : 48Ca+208 Pb→256 No
3.1.3.1 Les sections efficaces de fusion
Sur la Figure 3.9 est reporte´e la comparaison entre les calculs et les donne´es sur les
sections efficaces de fusion pour la re´action 48Ca +208 Pb →256 No. Les trois courbes
correspondent a` l’utilisation de l’approximation WKB (courbe en pointille´s), a` l’approche
empirique de Swiatecki avec une variance de distribution de barrie`res obtenue a` partir
de l’e´quation (1.15) (courbe en trait plein) et enfin, a` nouveau l’approche empirique de
Swiatecki avec une variance de la distribution de barrie`res ajuste´e a` v = 4, 5 (valeur
initiale a` v = 5, 5) pour reproduire les donne´es (courbe en tirets). Nous pouvons tout
d’abord remarquer que l’approximation WKB reproduit parfaitement les donne´es, alors
que l’approche empirique de Swiatecki, sans ajustement de la variance de la distribution
de barrie`res, favorise fortement les sections efficaces de fusion sous barrie`re. Par exemple,
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Fig. 3.9 – Sections efficaces de fusion pour le syste`me 48Ca+208 Pb. En pointille´s, calcul
utilisant l’approximation WKB, en trait plein suivant l’approche empirique de Swiatecki,
e´quation (1.17) (v = 4, 5) et en tirets suivant l’approche empirique de Swiatecki avec un
ajustement de la variance de la distribution de barrie`res avec v = 5, 5. Les donne´es [113,
114] sont repre´sente´es par les triangles noirs.
vers ECM = 167 MeV, une sur-estimation de plus d’un ordre de grandeur des sections effi-
caces est observe´e. Il faut se rappeler qu’il est difficile d’avoir une parame´trisation simple
de la variance des distributions de barrie`res. Pour ce syste`me se trouvant, de plus, en de-
hors de la re´gion d’ajustement, il n’est pas e´tonnant qu’il faille adapter ce parame`tre. En
modifiant le´ge`rement la valeur de la variance de la distribution de barrie`res de la valeur
initiale v = 5, 5 [42, 43] (coube en trait plein) (cf. e´quation 1.15 au Chapitre 1), a` v = 4, 5
(courbe en tirets), il est possible de reproduire correctement les donne´es. La variance de
la distribution de barrie`res est particulie`rement influente dans la re´gion situe´e au niveau
de la barrie`re coulombienne et en dessous, comme nous pouvons le remarquer sur la Fi-
gure 3.9 ou` la barrie`re se situe a` BC = 175 MeV (e´quation 1.14 au Chapitre 1). Il sera
donc important de rester vigilant par la suite lors de l’e´tude sur les noyaux superlourds
quant a` l’utilisation de l’approche empirique de Swiatecki. Pour la comparaison des sec-
tions efficaces de re´sidus, nous utiliserons donc l’approximation WKB qui reproduit mieux
les donne´es pour la re´action 48Ca+208 Pb→256 No.
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Fig. 3.10 – Comparaison des calculs de sections efficaces d’e´vaporation 1n (trait plein),
2n (tirets), 3n (pointille´s) et 4n (tirets-points) aux donne´es [115, 116] (1n : losanges, 2n :
carre´s, 3n : triangles et 4n : ronds) pour le syste`me 48Ca+208 Pb→256 No (Ed = 11 MeV
et β = 1.1021 s−1).
3.1.3.2 Les sections efficaces de re´sidus
La Figure 3.10 pre´sente un calcul, ou` le parame`tre de damping a duˆ eˆtre ajuste´ pour
obtenir le bon ordre de grandeur pour les voies d’e´vaporation 1n a` 4n. Les valeurs ont e´te´
fixe´es pour l’e´nergie de damping a` Ed = 11 MeV et la friction a` β = 1.10
21 s−1. Le choix de
cette dernie`re valeur repose sur le rapport en valeur absolue des diffe´rents canaux d’e´va-
poration. Contrairement aux syste`mes pre´ce´dents, la valeur initiale propose´e par Ignatyuk
ne permet pas de reproduire correctement les donne´es. Suivant le canal d’e´vaporation, la
diffe´rence entre un calcul utilisant Ed = 18, 5 MeV, d’un autre avec Ed = 11 MeV, varie
d’un facteur 5 pour les sections efficaces de re´sidus associe´es a` la voie 1n, a` 70 pour le
canal 4n (cf. Figure 3.11). Cette grande diffe´rence de l’effet du parame`tre de damping sur
les sections efficaces d’e´vaporation est due au fait que la barrie`re de fission provient essen-
tiellement des e´nergies de correction de couches. La partie macroscopique de la barrie`re
de fission n’est que de environ 1 MeV, pour a` peu pre`s 4, 5 MeV d’e´nergie de correction
de couches. La barrie`re de fission de´pend donc fortement de la tempe´rature.
Au niveau du maximum de la voie 1n, situe´ vers E∗ = 16 MeV, deux e´nergies de
correction de couches entrent en jeu : une pour le noyau compose´ (A = 256), et l’autre
pour le noyau fils (A = 255) obtenue apre`s e´vaporation d’un neutron (Bn ≈ 7 MeV). Les
e´nergies de correction de couches effectives doivent donc eˆtre calcule´es pour E∗ = 16 MeV
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Fig. 3.11 – Influence du parame`tre de damping sur les sections efficaces d’e´vaporation
1n (trait plein), 2n (tirets), 3n (pointille´s) et 4n (tirets-points) pour le syste`me 48Ca+208
Pb →256 No. Les courbes sans symbole correspondent a` un calcul utilisant Ed = 18, 5
MeV, et avec symboles Ed = 11 MeV.
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Fig. 3.12 – Comparaison des calculs de sections efficaces d’e´vaporation 1n (trait plein),
2n (tirets), 3n (pointille´s) et 4n (tirets-points) aux donne´es [115, 116] (1n : losanges,
2n : carre´s, 3n : triangles et 4n : ronds) pour le syste`me 48Ca +208 Pb →256 No (Ed =
18, 5 MeV et β = 1.1021 s−1). La barrie`re de fission, de´termine´e avec la parame´trisation
de Dahlinger [80] pour la partie macroscopique et les e´nergies de correction de couches
provenant de la table de Møller et Nix [7], a e´te´ diminue´e de 0, 7 MeV pour l’ensemble
des noyaux e´tudie´s.
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Isotope - ∆E(Moller) A = 256 - ∆E = −4, 19 MeV A = 255 - ∆E = −4, 44 MeV
∆Eeff (Ed = 18, 5 MeV) −1, 76 MeV −2, 73 MeV
∆Eeff (Ed = 11 MeV) −0, 98 MeV −1, 96 MeV
Tab. 3.1 – Influence de l’e´nergie de damping sur la de´termination des e´nergies de correc-
tion de couches effective a` E∗ = 16 MeV pour le noyau compose´ 256No et a` E∗ = 9 MeV
pour le noyau fils 255No.
pour le premier et a` E∗ ≈ 16 − Bn = 9 MeV pour le second (ou` l’e´nergie cine´tique du
neutron e´mis a e´te´ ne´glige´e). Dans le Tableau 3.1 est reporte´e l’influence de l’e´nergie de
damping sur le calcul des e´nergies de correction de couches effectives en accord avec la
formule (2.96) du Chapitre 2, ou` la contribution macroscopique a e´te´ soustraite. Pour une
tempe´rature nulle, l’e´nergie de correction de couches pour l’isotope A = 256 obtenue dans
la table de Møller et Nix est de ∆E = −4, 19 MeV. Elle devient ∆Eeff = −1, 76 MeV
a` E∗ = 16 MeV pour une e´nergie de damping de Ed = 18, 5 MeV, et ∆Eeff = −0, 98
MeV avec Ed = 11 MeV. En modifiant l’e´nergie de damping de Ed = 18, 5 a` 11 MeV, la
hauteur de la barrie`re de fission est diminue´e d’environ 0, 7 a` 0, 8 MeV aussi bien pour le
noyau compose´ que pour le noyau fils. Cela signifie que pour reproduire les donne´es, une
diminution d’environ 0, 7 a` 0, 8 MeV de la hauteur de la barrie`re de fission est ne´cessaire.
Nous ne pensons pas qu’il faille ne´cessairement remettre en cause l’e´nergie de damping
pour ce syste`me. Son parame`tre associe´ a e´te´ modifie´ pour le moment par souci de simpli-
cite´ en choisissant une valeur de Ed = 11 MeV au lieu de Ed = 18, 5 MeV, mais la raison
physique de la diffe´rence entre le calcul et les donne´es peut e´galement provenir d’une
incertitude sur certaines variables, comme la barrie`re de fission macroscopique. Il faut se
rappeler que la parame´trisation de la barrie`re macroscopique de Dahlinger que nous uti-
lisons a e´te´ ajuste´e sur des donne´es obtenues sur des actinides, et est extrapole´e pour ce
syste`me. En utilisant seulement la parame´trisation de la barrie`re de fission macroscopique
de Swiatecki [81, 82], explicite´e au Chapitre 2, seul un facteur 2 subsiste entre le calcul et
les donne´es pour les sections efficaces d’e´vaporation 1n. Ce facteur e´tait de 5 lorsque la
parame´trisation de Dahlinger e´tait utilise´e. Pour la section efficace d’e´vaporation 3n, le
calcul sur-estime d’un facteur 10 les donne´es, avec la barrie`re de Swiatecki, contre 50 avec
celle de Dahlinger. Il faut noter que la diffe´rence entre la parame´trisation de la barrie`re de
fission macroscopique de Dalhinger et de Swiatecki est seulement de 0, 3 MeV pour l’en-
semble des isotopes de ce syste`me, alors qu’une diminution de 0, 7 a` 0, 8 MeV est ne´cessaire
(cf. Figure 3.12). Cela signifie-t-il que la barrie`re de fission macroscopique n’est plus que
de BLDM ≈ 0, 5 au lieu de BLDM ≈ 1, 2 suivant la parame´trisation de Dahlinger. Les 0, 7 a`
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0, 8 MeV de diffe´rence pourraient aussi eˆtre explique´s par la prise en compte d’e´nergies de
correction de couches au niveau du point selle (qui ne sont pas prises en compte dans ces
calculs), mais qui peuvent, suivant Siwek-Wilczyn´ska et al. [117], atteindre 1 MeV pour
certains actinides. Malheureusement, nous ne savons pas comment prendre en compte cet
effet. Quelle amplitude devons-nous prendre ? La de´pendance en tempe´rature, obe´it-elle
e´galement a` la prescription d’Ignatyuk ? Avec quel valeur de parame`tre associe´ ? Ignatyuk
dans son article original [106] ne pre´cise pas ou` doit eˆtre applique´e cette prescription.
Le fait que la largeur de fission soit sous-estime´e peut e´galement eˆtre relie´ a` l’hypo-
the`se de fission syme´trique. Pour ce syste`me a` basse e´nergie d’excitation, la fission est
asyme´trique. Les effets de couches jouent un roˆle important a` la fois pour le calcul de la
largeur de fission et pour l’asyme´trie de fission. Il faudrait donc e´tudier la fission d’un tel
syste`me suivant plusieurs degre´s de liberte´s : e´longation, asyme´trie de masse, e´volution
de la taille de col... Il se pourrait e´galement que la formule permettant de de´terminer la
hauteur de la barrie`re de fission, e´quation (2.39), par l’ajout de la partie macroscopique
et de la partie microscopique soit trop simpliste dans ce cas la`.
3.1.4 Discussion
Ce travail a pour but d’e´laborer un code statistique exhaustif, prenant tout en compte,
tout en re´duisant au minimum le nombre de parame`tres pertinents. Nous avons inclus des
parame`tres qui peuvent e´ventuellement se compenser comme les facteurs d’augmentation
collectifs, qui ont tendance a` augmenter la largeur de fission, et le facteur de Kramers,
qui diminue cette meˆme largeur. Leur pre´sence s’ave`re indispensable pour les noyaux e´tu-
die´s dans cette partie, contrairement aux affirmations de Siwek-Wilczyn´ska et al. [117] et
Swiatecki et al. [29] qui ne prennent pas en compte ces facteurs pour ces meˆmes re´actions
(16O +208 Pb →224 Th et 12C +236 U →248 Cf). Cependant, les parame`tres effectivement
utilise´s dans ces re´fe´rences ne sont pas explicitement mentionne´s, comme par exemple, la
section efficace inverse de re´action du formalisme de Weisskopf. En ce qui nous concerne,
les formalismes ont e´te´ teste´s et reproduisent exactement les courbes Γn
Γf
[118] suivant le
parame`tre Bf −Bn. Nous avons e´galement montre´ dans le Chapitre 2, un tre`s bon accord
entre un calcul de type Weisskopf et Hauser-Feshbach. Or la parame´trisation du potentiel
optique pour ce dernier est standard et est utilise´e dans plusieurs autres codes statistiques
de re´fe´rence comme HIVAP [18, 107, 119]... Le facteur de Kramers semble indispensable
pour que le taux de fission obtenu par la me´thode de l’e´tat transitoire co¨ıncide avec celui
obtenu par une simulation Langevin (cf. Chapitre 2).
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Il faut e´galement remarquer que dans un de leurs papiers [117], Siwek-Wilczyn´ska et
al. testent les formalismes permettant le calcul des largeurs d’e´vaporation et de fission
sur les re´actions 16O +208 Pb →224 Th et 12C +236 U →248 Cf . Comme Swiatecki a sug-
ge´re´ [120] qu’il est ne´cessaire pour un traitement cohe´rent du formalisme de Weisskopf
et de celui obtenu par la me´thode de l’e´tat transitoire d’utiliser une formule syme´trique,
deux formules pour la largeur d’e´vaporation sont teste´es : la premie`re, similaire a` celle
que nous utilisons et de´crite au Chapitre 2, et la deuxie`me, en accord avec la formule
syme´trique, traite le formalisme d’e´vaporation a` une dimension comme le formalisme de
fission par la me´thode de l’e´tat transitoire. Ils ont montre´ que cette dernie`re ne permet
pas de reproduire, avec les parame`tres physiques conside´re´s, les donne´es sur les syste`mes
de re´fe´rence (16O +208 Pb→224 Th et 12C +236 U →248 Cf). Par contre, plus re´cemment,
cette meˆme formule syme´trique est utilise´e pour les noyaux superlourds [29]. L’approche
de Siwek-Wilczyn´ska [117, 29] est donc contradictoire du point de vue des parame`tres
utilise´s et ne permet pas d’avoir une ide´e claire sur les me´canismes re´els mis en jeu.
Nos re´sultats, pour le syste`me 48Ca +208 Pb →256 No, sont en accord avec ceux ob-
tenus par d’autres approches statistiques [121, 122], ou` il est aussi ne´cessaire d’ajuster
les parame`tres libres. Contrairement a` Zagrebaev [36] qui ajuste le coefficient du facteur
d’augmentation collectif, nous avons choisi de ne modifier que l’e´nergie de damping et
la friction. Bien entendu, personne n’est capable actuellement d’affirmer quelle me´thode
est la meilleure, mais suivant la parame´trisation du facteur d’augmentation collectif que
nous avons choisie, ces effets seront de moins en moins importants lorsque la masse de
l’e´le´ment e´tudie´ augmentera. De plus, il semble que le de´saccord obtenu sur ce syste`me
est lie´ principalement a` une incertitude importante sur la hauteur de la barrie`re de fission,
ainsi que sur les e´nergies de correction de couches au niveau du point selle. Heureusement,
pour les noyaux superlourds, l’ambigu¨ıte´ sur la parame´trisation de la barrie`re de fission
macroscopique sera leve´e puisque celle-ci est quasiment nulle dans cette re´gion. Seules
les e´nergies de correction de couches, ainsi que les incertitudes the´oriques sur nos choix,
subsisteront dans la prochaine partie.
3.1.5 Conclusion
Graˆce aux syste`mes de re´fe´rence e´tudie´s dans cette partie, nous avons pu valider les
choix the´oriques et l’ensemble des parame`tres inclus dans Kewpie2 (densite´ de niveaux,
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facteurs d’augmentation collectifs...) et pre´sente´s au Chapitre 2. Il a fallu ajuster le´ge`re-
ment la friction pour les re´actions 16O+208Pb→224 Th et 12C+236U →248 Cf afin d’obte-
nir un meilleur accord entre les calculs et les donne´es. Pour le syste`me 48Ca+208 Pb→256
No (seulement Z+4 par rapport au Cf), qui se trouve a` la limite de la re´gion des noyaux
superlourds, un ajustement plus important par l’e´nergie de damping a e´te´ ne´cessaire.
Lors de l’e´tude des sections efficaces de fusion, nous avons remarque´, pour les re´actions
12C +236 U →248 Cf et 48Ca +208 Pb →256 No, un de´saccord entre les calculs provenant
de l’approche empirique de Swiatecki et les donne´es. La variance de la distribution de
barrie`res a duˆ eˆtre ajuste´e, puisqu’une parame´trisation de cette variable est particulie`-
rement de´licat a` obtenir [29] (cf. Section 1.2.1.1). Nous pouvons donc nous attendre a`
rencontrer de nouveau ce proble`me pour les noyaux superlourds e´tudie´s qui sont forme´s
a` des e´nergies proches voire en dessous de la barrie`re coulombienne, la` ou` l’influence de
la variance de la distribution de barrie`res est la plus importante.
3.2 Les noyaux superlourds
La particularite´ des noyaux superlourds re´side dans le fait que la barrie`re de fission
provient presque entie`rement des e´nergies de correction de couches. Duˆ fait de leur grande
fissilite´ telle que de´finie dans les approches macroscopiques. De plus, les variables phy-
siques, telles que les masses et les e´nergies de correction de couches, sont tre`s mal connues,
voire inconnues, dans cette re´gion de masse. L’ensemble des proprie´te´s obtenues sur les
noyaux stables ou connus sont extrapole´es aux noyaux superlourds. Comme il a de´ja` e´te´
mentionne´ auparavant, les calculs sont en de´saccord les uns avec les autres sur la valeur ab-
solue des e´nergies de correction de couches. Dans cette partie, nous allons tester la validite´
des pre´dictions sur les e´nergies de correction de couches provenant de la table de Møller et
Nix, en nous inte´ressant tout d’abord aux noyaux superlourds produits par fusion chaude,
puis par fusion froide. Les mode`les de fusion utilise´s dans cette partie sont de´crits a` la
Section 1.2.3 du Chapitre 1, et prennent en compte le passage du point selle conditionnel
puisque l’entrave a` la fusion (fusion hindrance) est particulie`rement important pour les
noyaux e´tudie´s ici.
3.2.1 Noyaux produits par fusion chaude...
Les re´actions de fusion chaude ge´ne´ralement utilise´es pour synthe´tiser des noyaux su-
perlourds sont caracte´rise´es par l’utilisation d’une cible d’actinide et d’un projectile le´ger.
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Le noyau compose´ y est forme´ a` une e´nergie d’excitation e´leve´e (E∗ = 30 a` 40 MeV), et
va donc e´vaporer plusieurs neutrons (3 a` 5) pour se refroidir. Or la particularite´ de ces
syste`mes re´side dans la fait que certains canaux d’e´vaporation, notamment le 4n e´tudie´
dans cette partie, se situent dans une re´gion en e´nergie d’excitation ou` les diffe´rents mo-
de`les de fusion que nous utiliserons donnent des re´sultats relativement proches en section
efficace. En revanche, a` basse e´nergie, au niveau du canal 3n,les mode`les de fusion diffe`rent
beaucoup et il sera donc plus facile de les comparer. C’est la raison pour laquelle nous
abordons tout d’abord ce type de re´action.
Pour ces noyaux, nos calculs seront compare´s aux donne´es obtenues a` Dubna [123, 124]
en utilisant des chaˆınes de de´croissances mesure´es qui ne se terminent sur aucun e´le´ment
connu. Ces donne´es ne´cessitent donc une confirmation par d’autres groupes expe´rimen-
taux. Depuis peu cependant, la validite´ de ces chaˆınes ainsi que des sections efficaces de
re´sidus pour la re´action 48Ca +238 U a e´te´ confirme´e par des expe´riences effectue´es au
GSI [125].
Nous allons tout d’abord pre´senter une comparaison des mode`les de capture et de
fusion que pour le syste`me 48Ca +238 U , et nous supposerons que l’extrapolation sera
valide pour les autres syste`mes. Ensuite, nous allons successivement e´tudier les syste`mes
48Ca+238 U , 48Ca+244 Pu et 48Ca+248 Cm. Nous extrairons des calculs faits avec Kew-
pie2 sur les sections efficaces de re´sidus les valeurs des parame`tres libres f , Ed et β (cf.
Chapitre 2) les mieux adapte´es a` reproduire les donne´es.
3.2.1.1 Les sections efficaces de fusion
Sur la Figure 3.13 est reporte´e la comparaison entre les calculs et les donne´es sur les
sections efficaces de capture en fonction de l’e´nergie de centre de masse pour le syste`me
48Ca+238U . Deux calculs sont pre´sente´s obtenus suivant l’approche empirique de Swiate-
cki, avec (courbe en trait plein) ou sans (courbe en tirets) ajustement de la variance de la
distribution de barrie`res. Nous pouvons remarquer que l’approche empirique de Swiatecki
sans ajustement de la variance de la distribution de barrie`res reproduit correctement les
donne´es au dessus de ECM = 190 MeV. Par contre, une sur-estimation des sections effi-
caces de capture est observe´e en dessous de cette e´nergie. C’est la raison pour laquelle,
une valeur voisine de v = 6 (au lieu de v = 8, 9 initialement obtenue par l’e´quation 1.15)
pour la variance de la distribution de barrie`res est ne´cessaire pour obtenir un meilleur
accord avec les donne´es. Nous avions de´ja` remarque´, dans la partie pre´ce´dente sur les
syste`mes de re´fe´rence, la ne´cessite´ d’ajuster cette variable, et nous confirmons donc ici
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Fig. 3.13 – Influence de la variance de la distribution de barrie`res sur les sections efficaces
de capture suivant l’approche empirique de Swiatecki pour le syste`me 48Ca+238U . Courbe
en trait plein : v = 6, en tirets : valeur initiale v = 8, 9. Donne´es obtenues dans la
re´fe´rence [114].
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Fig. 3.14 – Calculs de la section efficace de fusion pour le syste`me 48Ca+238U . La courbe
en trait plein correspond a` l’utilisation du mode`le hybride avec v = 8, 9 (variance obtenue
par l’e´quation 1.15), les pointille´s au Two Step Model et enfin les tirets a` celui de Swiatecki
avec s = 0 et un ajustement de la variance de la distribution de barrie`res a` v = 6. Donne´es
obtenues dans la re´fe´rence [114].
3.2. Les noyaux superlourds 113
que l’extrapolation de la parame´trisation de la variance de la distribution de barrie`res a`
la re´gion des noyaux superlourds n’est pas valide.
Sur la Figure 3.14 est reporte´e la comparaison entre diffe´rents calculs et les donne´es
sur les sections efficaces de fusion en fonction de l’e´nergie de centre de masse pour le
syste`me 48Ca +238 U afin de former le noyau compose´ Z = 112 et A = 286. Les courbes
en trait plein, en tirets et en pointille´s correspondent respectivement aux re´sultats du
mode`le hybride (avec v = 8, 9), du mode`le de Swiatecki (avec v = 6) et du Two Step
Model (cf. Section 1.2.3). Nous allons dans un premier temps seulement nous inte´resser
aux calculs obtenus avec le Two Step Model et le mode`le hybride prenant en compte tous
les deux l’approche Langevin multi-dimensionnelle afin de de´terminer les probabilite´s de
formation du noyau compose´ avec un parame`tre de col de ǫ = 0, 8. Par contre, ces deux
mode`les n’utilisent pas la meˆme approche pour le calcul des probabilite´s de capture : le
Two Step Model utilise le Surface Friction Model alors que pour le mode`le hybride il s’agit
de l’approche empirique de Swiatecki sans ajustement de la variance de la distribution de
barrie`res. La raison pour laquelle nous avons choisi ǫ = 0, 8 re´side dans le fait que sur la
Figure 3.13 il a e´te´ observe´ une bonne reproduction des donne´es sur les sections efficaces
de capture au dessus de ECM = 190 MeV avec l’approche empirique de Swiatecki. Or,
sur la Figure 3.14, la courbe en trait plein utilise cette meˆme approche pour le calcul des
probabilite´s de capture. Il a e´te´ ne´cessaire d’ajuster le parame`tre de col a` ǫ = 0, 8 pour
reproduire les donne´es sur les sections efficaces de fusion au dessus de ECM = 190 MeV
alors qu’avec celle obtenue au Chapitre 1, ou` il a e´te´ mentionne´ que la valeur de therma-
lisation est voisine de ǫ = 0, 1, les calculs sous-estiment de plusieurs ordres de grandeur
les donne´es sur les sections efficaces de fusion. Par la suite, nous utiliserons donc ǫ = 0, 8
pour la de´termination des probabilite´s de formation du noyau compose´ avec l’approche
Langevin multi-dimensionnelle.
Nous pouvons remarquer sur la Figure 3.14 que pour le calcul utilisant le Two Step
Model (courbe en pointille´s), malgre´ une sous-estimation globale des sections efficaces de
fusion provenant de l’utilisation du Surface Friction Model, la tendance semble mieux
reproduite qu’avec le mode`le hybride (courbe en trait plein), ou` une sur-estimation tre`s
importante est observe´e en dessous de ECM = 190 MeV. La raison provient de l’utilisation
de l’approche empirique de Swiatecki sans ajustement de la variance de la distribution de
barrie`res pour le calcul des probabilite´s de capture.
Nous allons maintenant nous inte´resser au calcul utilisant le mode`le de Swiatecki
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Fig. 3.15 – Section efficace 3n pour le syste`me 48Ca+238U . Les sections efficaces de fusion
provenant du mode`le de Swiatecki ont e´te´ utilise´es avec s = 0 et une variance modifie´e
a` v = 6. En trait plein, aucune modification des parame`tres libres du code statistique
(f = 1 et Ed = 18, 5 MeV). En tirets : Ed = 9 MeV et f = 1. En pointille´s : Ed = 18, 5
MeV et f = 0, 5. Donne´es obtenues dans la re´fe´rence [123].
(courbe en tirets) sur la Figure 3.14, ou` un parame`tre de se´paration s = 0 fm (cf.
Chapitre1) et un ajustement de la variance de la distribution de barrie`res a` v = 6 ont e´te´
utilise´s. Cette valeur s = 0 fm convient parfaitement ici a` la reproduction des sections
efficaces de fusion alors qu’avec la valeur originale de Swiatecki et al. [29] (s = 1, 6 fm),
les calculs sous-estiment fortement les sections efficaces.
3.2.1.2 Etude des re´sidus de la re´action 48Ca+238 U
Sur la Figure 3.15 est reporte´e la comparaison entre diffe´rents calculs et les donne´es
sur les sections efficaces d’e´vaporation 3n pour le syste`me 48Ca +238 U avec l’utilisation
du mode`le de Swiatecki dont nous avons ajuste´ les parame`tres pour le calcul des sections
efficaces de fusion. Avec un calcul statistique sans ajustement des parame`tres libres de
Kewpie2 (f = 1, Ed = 18, 5 MeV et β = 1.10
21 s−1), une sur-estimation de 4 ordres
de grandeur par rapport aux donne´es est observe´e (courbe en trait plein). Les incerti-
tudes sur la densite´ de niveaux, l’introduction de la de´formation de l’e´tat fondamental,
la parame´trisation de la barrie`re macroscopique..., de´crits dans le Chapitre 2, ne peuvent
pas expliquer une telle diffe´rence. De plus, comme l’e´tude sur les syste`mes de re´fe´rence a
permis de valider l’ensemble des choix the´oriques et des parame`tres de´crits au Chapitre 2,
seuls les parame`tres libres de Kewpie2 doivent eˆtre modifie´s pour reproduire les donne´es.
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Fig. 3.16 – Section efficace 3n pour le syste`me 48Ca+238 U . Deux mode`les de fusion sont
utilise´s : le mode`le hybride (la courbe en trait plein : f = 0, 5 et Ed = 18, 5 MeV, en tirets :
f = 1 et Ed = 9 MeV.), et Two Step Model (en pointille´s : f = 0, 5 et Ed = 18, 5 MeV,
en tirets-pointille´s : f = 1 et Ed = 9 MeV). Donne´es obtenues dans la re´fe´rence [123].
Une modification tre`s importante du calcul des probabilite´s de fission est ne´cessaire pour
prendre en compte le de´saccord observe´. Pour reproduire les donne´es, nous avons donc
modifie´ soit l’e´nergie de damping Ed, soit le facteur de correction de couches f . La courbe
en pointille´s a e´te´ obtenue avec un ajustement de ce dernier a` f = 0, 5 ou` un bon accord
est observe´ meˆme si la position en e´nergie du maximum de ce canal d’e´vaporation semble
un peu sous-estime´e. Par contre, pour la courbe en tirets, seule l’e´nergie de damping a e´te´
ajuste´e a` Ed = 9 MeV pour reproduire en valeur absolue les donne´es. Sur cette courbe,
les sections efficaces de re´sidus compris entre ECM = 180 et 187 MeV sont beaucoup
trop favorise´es. Il semblerait donc qu’il ne soit pas possible pour ce calcul d’ajuster les
sections efficaces d’e´vaporation 3n avec le parame`tre de damping. Il faut noter e´galement
qu’il est impossible de re´duire de 4 ordres de grandeur les sections efficaces de re´sidus
pour reproduire les donne´es avec seulement un ajustement du facteur de Kramers. Pour
l’ensemble de l’e´tude portant sur les noyaux superlourds, le parame`tre de friction est
fixe´ a` β = 1.1021 s−1 pour favoriser le´ge`rement le processus de fission par rapport aux
syste`mes de re´fe´rence. Bien entendu, pour un parame`tre de friction plus fort, il sera ne´-
cessaire de re´duire davantage les parame`tres libres f et/ou Ed pour reproduire les donne´es.
La Figure 3.16 pre´sente la comparaison effectue´e sur le meˆme canal d’e´vaporation
mais pour les deux autres mode`les de fusion (mode`le hybride et Two Step Model) de la
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Fig. 3.17 – Section efficace 4n pour le syste`me 48Ca+238 U . Deux mode`les de fusion sont
utilise´s : le mode`le hybride (la courbe en trait plein : f = 0, 5 et Ed = 18, 5 MeV, en tirets :
f = 1 et Ed = 9 MeV.), et le Two Step Model (en pointille´s : f = 0, 5 et Ed = 18, 5 MeV,
en tirets-pointille´s : f = 1 et Ed = 9 MeV). Donne´es obtenues dans la re´fe´rence [123].
Figure 3.14, de´crits a` Section 1.2.3, qui ne diffe`rent entre eux que par la probabilite´ de
capture utilise´e. Il faut noter que, sans ajustement des parame`tres libres de Kewpie2 (f
et Ed), le calcul utilisant le Two Step Model sur-estime les sections efficaces d’environ 3
ordres de grandeur, alors qu’avec le mode`le hybride, les calculs sur-estiment les sections
efficaces de pre`s de 5 ordres de grandeurs. Les meˆmes valeurs d’ajustement qu’au para-
graphe pre´ce´dent pour les parame`tres libres f , Ed et β ont e´te´ utilise´es. Pour le Two Step
Model qui utilise le Surface Friction Model, nous pouvons remarquer un bon accord entre
les calculs (courbes en pointille´s et en tirets-pointille´s) et les donne´es sur la position en
e´nergie du maximum des sections efficaces de re´sidus. Cependant, ces calculs sous-estiment
les sections efficaces. Il peut eˆtre remarque´ que pour le Two Step Model, les re´sultats sont
quasiment similaires que l’on modifie soit Ed soit f , les parame`tres libres de Kewpie2. Ce
qui n’est pas le cas si le mode`le hybride est utilise´. Pour Ed = 18, 5 MeV et f = 0, 5, le
maximum des sections efficaces est a` 190 MeV tandis que pour Ed = 9 MeV et f = 1,
il se trouve de´cale´ vers 185 MeV, alors que expe´rimentalement il semblerait se trouver
vers 195 MeV. La raison expliquant la sensibilite´ importante aux parame`tres observe´e
pour ces calculs utilisant le mode`le hybride provient des sections efficaces de fusion qui
sont fortement favorise´es a` basse e´nergie. Dans le mode`le hybride, l’approche empirique
de Swiatecki a e´te´ utilise´e pour le calcul de la probabilite´ de capture sans modification de
la variance de la distribution de barrie`res.
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La meˆme comparaison qu’au paragraphe pre´ce´dent peut eˆtre effectue´e sur le canal
d’e´vaporation 4n (cf. Figure 3.17). Il faut noter que si aucun ajustement n’est effectue´,
une sur-estimation d’environ 4 a` 5 ordres de grandeur apparaˆıt entre les calculs et les
donne´es. Nous pouvons remarquer que l’ensemble des calculs, apre`s ajustement des pa-
rame`tres libres (f = 0, 5 et Ed = 18, 5 MeV ou f = 1 et Ed = 9 MeV comme pour la
voie 3n), rentrent dans les barres d’erreurs expe´rimentales, excepte´ pour le calcul utili-
sant le two Step Model avec un ajustement de f (courbe en pointille´s) qui sous-estime
le´ge`rement les sections efficaces. Seule une petite diffe´rence apparaˆıt sur la position du
maximum, situe´ vers Ecm = 197 MeV pour le calcul utilisant le mode`le hybride avec un
ajustement de l’e´nergie de damping, au lieu de Ecm = 200 MeV pour les autres calculs.
Il est particulie`rement difficile pour cette voie d’e´vaporation de discriminer un mode`le de
fusion par rapport a` l’autre. De meˆme pour Kewpie2, il est impossible de de´terminer quel
parame`tre libre f ou Ed semble mieux adapte´ pour reproduire les donne´es.
En combinant les re´sultats obtenues pour la voie 3n et 4n dans la re´action 48Ca+238U ,
il semble que l’ordre de grandeur des sections efficaces de re´sidus ne peut eˆtre reproduit
qu’avec f = 0, 5, soit une diminution de moitie´ des e´nergies de correction de couches.
Pour ce noyau compose´ et ses isotopes e´tudie´s ici, les e´nergies de correction de couches
obtenues dans la table de Møller et Nix, sont d’environ ∆E ≈ −5, 7 a` −6, 6 MeV. Apre`s
ajustement, la hauteur de la barrie`re de fission n’est donc plus que d’environ Bf ≈ 3 MeV.
3.2.1.3 Etude des re´sidus de la re´action 48Ca+244 Pu
Nous allons maintenant nous inte´resser a` la re´action 48Ca +244 Pu, pour former le
noyau compose´ Z = 114 et A = 292. Les sections efficaces de fusion sont obtenues a`
partir du mode`le hybride et du Two Step Model avec une taille de col fixe´e a` ǫ = 0, 8.
Nous supposons que les parame`tres des mode`les de fusion du syste`me pre´ce´dent sont en-
core valables. Sur la Figure 3.18 est reporte´e la comparaison entre diffe´rents calculs et
les donne´es sur les sections efficaces d’e´vaporation 3n. Il faut noter que sans ajustement
des parame`tres libres du code statistique, les calculs sur-estiment d’environ 5 ordres de
grandeur les donne´es. Nous pouvons remarquer que pour la courbe en tirets, ou` l’ajus-
tement est seulement effectue´ avec Ed = 9 MeV et f = 1 avec les sections efficaces de
fusion provenant du mode`le hybride, la position en e´nergie du maximum de la voie 3n est
de´cale´e par rapport aux donne´es et les sections efficaces a` basse e´nergie sont sur-estime´es,
comme pour la re´action 48Ca +238 U . Nous limiterons donc notre e´tude pour ce syste`me
a` un ajustement du facteur de correction de couches avec f = 0, 5 (courbes en trait plein
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Fig. 3.18 – Section efficace 3n pour le syste`me 48Ca +244 Pu. Deux mode`les de fusion
sont utilise´s : le mode`le hybride (la courbe en trait plein : f = 0, 5 et Ed = 18, 5 MeV, en
tirets : f = 1 et Ed = 9 MeV.), et le Two Step Model (en pointille´s : f = 0, 5 et Ed = 18, 5
MeV). Donne´es obtenues dans la re´fe´rence [123].
pour le mode`le hybride et en pointille´s pour le Two Step Model). Il est inte´ressant de
remarquer que suivant les deux mode`les de fusion la position du maximum de la voie
3n semble le´ge`rement de´cale´e et se situe en dessous de Ecm = 200 MeV, alors que les
donne´es, en de´pit de la faible statistique, ne sont compatibles qu’avec un maximum supe´-
rieur a` Ecm = 200 MeV. Il faut noter qu’au dessus de Ecm = 200 MeV les donne´es sont
correctement reproduites.
Sur la Figure 3.19 est reporte´e la comparaison entre les calculs et les donne´es sur
les sections efficaces d’e´vaporation 4n. Seul l’ajustement par le facteur de correction de
couches f = 0, 5 (avec Ed = 18, 5 MeV) sera e´tudie´. La courbe en trait plein correspond
a` un calcul utilisant le mode`le hybride, et la courbe en pointille´s au Two Step Model
pour la de´termination des sections efficaces de fusion. Nous pouvons remarquer que les
deux calculs permettent de reproduire non seulement l’ordre de grandeur des sections
efficaces, mais e´galement la position du maximum de la voie 4n. Les valeurs d’ajustement
des parame`tres libres de Kewpie2 a` f = 0, 5 et Ed = 18, 5 MeV sont donc justifie´es. En
combinant les re´sultats obtenus pour les voies 3n et 4n, ou` une bonne reproduction des
donne´es est observe´ au dessus de Ecm = 200 MeV, nous pouvons donc affirmer que le
de´saccord observe´ sur la voie 3n pour la position du maximum est relie´ a` un proble`me sur
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Fig. 3.19 – Section efficace 4n pour le syste`me 48Ca+244Pu. Deux mode`les de fusion sont
utilise´s : le mode`le hybride (la courbe en trait plein : f = 0, 5 et Ed = 18, 5 MeV), et le
Two Step Model (en pointille´s : f = 0, 5 et Ed = 18, 5 MeV). Donne´es obtenues dans la
re´fe´rence [123].
les sections efficaces de fusion a` basse e´nergie aussi bien en utilisant le mode`le hybride que
le Two Step Model. Il semblerait donc que pour ce syste`me, la variance de la distribution de
barrie`res ou la barrie`re effective de fusion pour le calcul des sections efficaces de fusion soit
a` ajuster. Malgre´ ce de´saccord, l’ordre de grandeur des sections efficaces de re´sidus ne peut
eˆtre reproduit qu’avec f = 0, 5, soit a` nouveau une diminution de moitie´ des e´nergies de
correction de couches. Pour le noyau compose´ et ses descendants, les e´nergies de correction
de couches obtenues dans la table de Møller et Nix, sont d’environ ∆E ≈ −7, 8 a` −8, 9
MeV. Apre`s ajustement, la hauteur de la barrie`re de fission n’est donc plus que d’environ
Bf ≈ 4 MeV.
3.2.1.4 Etude des re´sidus de la re´action 48Ca+248 Cm
Nous nous inte´ressons maintenant a` la re´action 48Ca +248 Cm qui permet de former
le noyau compose´ Z = 116 et A = 296. Sur la Figure 3.20 est reporte´e la comparaison
entre diffe´rents calculs et les donne´es sur les sections efficaces d’e´vaporation 3n. Il faut
noter a` nouveau que sans ajustement des parame`tres libres du code statistique, les calculs
sur-estiment d’environ 5 ordres de grandeur les donne´es. Nous pouvons remarquer que
pour la courbe en tirets, ou` l’ajustement est seulement effectue´ sur l’e´nergie de damping
Ed = 9 MeV et f = 1 avec les sections efficaces de fusion provenant du mode`le hybride,
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Fig. 3.20 – Section efficace 3n pour le syste`me 48Ca +248 Cm. Deux mode`les de fusion
sont utilise´s : le mode`le hybride (la courbe en trait plein : f = 0, 5 et Ed = 18, 5 MeV, en
tirets : f = 1 et Ed = 9 MeV.), et le Two Step Model (en pointille´s : f = 0, 5 et Ed = 18, 5
MeV). Donne´es obtenues dans la re´fe´rence [123].
les meˆmes conclusions (position en e´nergie du maximum de la voie 3n et sur-estimation
des sections efficaces a` basse e´nergie) que celles obtenues pour les re´actions 48Ca +238 U
et 48Ca +244 Pu sont tire´es ici. Nous limiterons donc notre e´tude pour ce syste`me a` un
ajustement du facteur de correction de couches avec f = 0, 5 (courbes en trait plein pour
le mode`le hybride et en pointille´s pour le Two Step Model). Nous pouvons remarquer que
l’ajustement a` f = 0, 5 ne semble pas suffisant pour reproduire les donne´es de la voie 3n
car les calculs sur-estiment au moins d’un ordre de grandeur les sections efficaces.
Sur la Figure 3.21 est reporte´e la comparaison entre deux calculs et les donne´es sur les
sections efficaces de d’e´vaporation 4n. Les courbes en trait plein et en pointille´s utilisent
les meˆmes parame`tres que pour leur homologue de la Figure 3.20. Nous pouvons remarquer
que pour la voie 4n, l’ajustement a` f = 0, 5 semble tout a` fait adapte´ pour reproduire les
donne´es. Comme pour la re´action 48Ca+244Pu, il semblerait que les mode`les de fusion sur-
estiment largement les sections efficaces de fusion a` basse e´nergie. Malheureusement pour
ce syste`me, le faible nombre de points expe´rimentaux ainsi que les grandes incertitudes
sur les points expe´rimentaux ne permettent pas de comparaison de la position en e´nergie
du maximum des sections efficaces calcule´es et mesure´es. Pour ces noyaux, les e´nergies de
correction de couches sont e´value´es a` environ ∆E ≈ 8, 3 a` 9 MeV. Suivant nos conclusions,
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Fig. 3.21 – Section efficace 4n pour le syste`me 48Ca +248 Cm. Deux mode`les de fusion
sont utilise´s : le mode`le hybride (la courbe en trait plein : f = 0, 5 et Ed = 18, 5 MeV), et
le Two Step Model (en pointille´s : f = 0, 5 et Ed = 18, 5 MeV). Donne´es obtenues dans
la re´fe´rence [123].
la hauteur de la barrie`re de fission devrait donc eˆtre d’environ Bf ≈ 4, 5 MeV pour ces
e´le´ments.
3.2.1.5 Discussion
Il ne faut pas oublier que nous avons discute´ lors de la description de l’approche Lange-
vin multi-dimensionnelle (cf. Section 1.2.2.2) que le parame`tre de´crivant la taille du col lors
de la phase de formation du noyau compose´ posse`de une valeur moyenne de thermalisation
de ǫ = 0, 1. Cette valeur conduise a` une sous-estimation importante des sections efficaces
de fusion mesure´es d’environ 2 ordres de grandeur alors qu’en utilisant ǫ = 0, 8 celles-ci
sont correctement reproduites. Une syste´matique a e´te´ mene´e avec ǫ = 0, 1 sur l’ensemble
des syste`mes e´tudie´s dans cette partie en utilisant le Two Step Model. Pour obtenir les
ordres de grandeur sur les sections efficaces de re´sidus mesure´es des voies d’e´vaporation
3n et 4n, il est ne´cessaire d’ajuster soit l’e´nergie de damping a` Ed = 12 MeV (au lieu de
Ed = 9 MeV avec ǫ = 0, 8), soit le facteur de correction de couches a` f = 0, 7 (au lieu de
f = 0, 5 avec ǫ = 0, 8). Il semble donc ine´luctable de diminuer les e´nergies de correction
de couches pour reproduire les sections efficaces de re´sidus mesure´es expe´rimentalement.
En re´sume´, pour l’ensemble des noyaux superlourds forme´s par fusion chaude et e´tudie´s
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dans cette partie, il semble donc ne´cessaire de re´duire d’environ de moitie´ les e´nergies
de correction de couches. Il a e´galement e´te´ mis en e´vidence, une sur-estimation tre`s
importante des sections efficaces de fusion a` basse e´nergie lors de l’utilisation de l’approche
empirique de Swiatecki pour le calcul des probabilite´s de capture. L’origine de cette sur-
estimation pourrait provenir de l’extrapolation a` la re´gion des noyaux superlourds des
distributions des barrie`res de´termine´es dans la re´gion des actinides. En revanche, le Surface
Friction Model ne ne´cessite aucun ajustement de parame`tres pour reproduire les tendances
des sections efficaces de fusion mais sous-estime les donne´es.
3.2.2 ... et par fusion froide.
Les re´actions de fusion froide sont caracte´rise´es par l’utilisation d’une cible de Plomb
ou de Bismuth. Les noyaux qui composent ces cibles, posse`dent une e´nergie de liaison
particulie`rement grande. Il en re´sulte un Q de re´action important, qui aura pour effet de
minimiser l’e´nergie d’excitation du noyau compose´. Il est ainsi possible d’atteindre des
e´nergies d’excitation de l’ordre de la dizaine de MeV. Dans cette discussion, seul le canal
d’e´vaporation 1n sera e´tudie´, puisqu’il s’agit des seules donne´es auxquelles nous avons
acce`s. Il faut noter que pour ce type de re´action, les sections efficaces d’e´vaporation 2n
sont tre`s defavorise´es par rapport a` la voie 1n, la diffe´rence atteignant 1 a` 2 ordres de
grandeurs, voire davantage [126]. Un petit commentaire sera tout de meˆme effectue´ sur
les sections efficaces 2n obtenues pour la re´action 58Fe +208 Pb ou` un seul point expe´ri-
mental existe [126, 127]. Il faut e´galement remarquer que les re´actions de fusion froide
correspondent a` des e´nergies se situant en dessous, voire au niveau, de la barrie`re de fu-
sion. Il est donc plus difficile de former le noyau compose´ par fusion froide que par fusion
chaude. Dans cette partie, nos calculs sur les sections efficaces de re´sidus sont confronte´s
aux donne´es obtenues a` GSI [126, 127] et a` RIKEN [128, 129, 130, 131].
Nous allons tout d’abord pre´senter une comparaison des mode`les de fusion que pour le
syste`me 58Fe+208 Pb, correspondant a` la seule re´action de fusion ou` les donne´es sont dis-
ponibles dans la re´fe´rence [114], et nous supposerons que l’extrapolation sera valide pour
les autres syste`mes. Puis, nous introduirons l’effet de l’e´paisseur des cibles sur les re´sultats
afin de permettre une meilleure comparaison aux donne´es. Ensuite, nous allons principale-
ment pre´senter des comparaisons aux donne´es obtenues pour le syste`me 58Fe+208 Pb, qui
sont de relativement bonne qualite´ pour les sections efficaces de re´sidus. Une discussion
aura e´galement lieu sur les re´sultats obtenus pour la voie 2n. Enfin, nous pre´senterons un
tableau re´sumant les analyses e´quivalentes mene´es pour d’autres syste`mes (64Ni+208 Pb,
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Fig. 3.22 – Comparaison des sections efficaces de fusion obtenues suivant le mode`le de
Swiatecki pour diffe´rentes valeurs du parame`tres s aux donne´es [114] pour le syste`me
58Fe+208 Pb. En trait plein s = 0 et en pointille´ s = 3 fm.
64Ni+209 Ni, 70Zn+208 Pb et 70Zn+209 Bi).
3.2.2.1 Comparaison des mode`les de fusion
Sur la Figure 3.22 est reporte´e la comparaison entre les donne´es sur les sections effi-
caces de fusion pour le syste`me 58Fe+208Pb et des calculs utilisant le mode`le de fusion de
Swiatecki (cf. Chapitre 1.2.3) pour deux valeurs du parame`tre de se´paration s. La courbe
en trait plein correspond a` s = 0 fm, et la courbe en pointille´s a` s = 3 fm. Cette dernie`re
valeur correspond selon Swiatecki a` la limite supe´rieure a` partir de laquelle les nucle´ons
a` la surface de Fermi de chaque noyau commencent a` interagir. Il est inte´ressant de re-
marquer une tre`s bonne reproduction des donne´es lorsque s = 0 fm, mais cette valeur est
en contradiction avec celle utilise´e par Swiatecki et al. [29] pour les re´actions de fusion
froide : s = 1, 6 fm. La courbe correspondant a` s = 3 fm permet d’observer l’effet de
ce parame`tre sur les sections efficaces de fusion, ou` 3 ordres de grandeur sur les sections
efficaces de re´sidus apparaissent par rapport a` s = 0 fm au niveau du pic d’e´vaporation
1n situe´ vers ECM = 220 MeV.
Sur la Figure 3.23 est reporte´e la comparaison entre diffe´rents calculs et les donne´es
sur les sections efficaces de fusion pour le syste`me 58Fe+208 Pb. La courbe en trait plein
correspond a` un calcul utilisant le mode`le hybride (cf. Section 1.2.3) avec un parame`tre
de col de ǫ = 0, 8. La courbe en tirets repre´sente un calcul ou` le Two Step Model (cf.
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Fig. 3.23 – Comparaison des sections efficaces de fusion obtenues par le Two Step Model
(courbe en pointille´s avec ǫ = 0, 1 et en tirets-pointille´s avec ǫ = 0, 8) ou par le mode`le
hybride avec ǫ = 0, 8 (courbe en trait plein) aux donne´es [114] pour le syste`me 58Fe+208Pb.
Section 1.2.3) est utilise´ avec la meˆme valeur pour le parame`tre de col que pour la courbe
en trait plein. La courbe en pointille´s, correspond au Two Step Model avec un parame`tre
de col a` ǫ = 0, 1. Il semble ici que le mode`le hybride sur-estime le´ge`rement les sections
efficaces, alors que le Two Step Model avec ǫ = 0, 8 permet de reproduire les donne´es a`
haute e´nergie. Par contre, a` basse e´nergie, et notamment au niveau du maximum en section
efficace de la voie 1n situe´ vers ECM = 220 MeV, le Two Step Model sous-estime d’un
ordre de grandeur les sections efficaces. Il faut e´galement remarquer que comme pour les
re´actions de fusion chaude, l’ajustement du parame`tre de col a` ǫ = 0, 8 est ne´cessaire pour
reproduire en valeur absolue les donne´es. Sinon, avec ǫ = 0, 1, correspondant a` la valeur
moyenne de thermalisation du parame`tre de col, la section efficace de fusion est re´duite
d’au moins un ordre de grandeur. Cette dernie`re valeur ne semble donc pas adapte´e a` la
reproduction des donne´es. Nous allons donc utiliser par la suite ǫ = 0, 8, comme lors de
l’e´tude des sections efficaces de fusion des noyaux superlourds produits par fusion chaude.
3.2.2.2 Prise en compte des effets lie´s a` l’e´paisseur de cibles
Nous allons ici introduire la manie`re dont nous allons prendre en compte les effets lie´s a`
l’e´paisseur des cibles dans les calculs de re´sidus pour la fusion froide. Bien entendu le meˆme
effet devrait eˆtre pris en compte pour les re´actions de fusion chaude et pour les syste`mes de
re´fe´rence, mais comme les re´sultats de ces derniers sont pre´sente´s en e´chelle logarithmique,
la comparaison ne s’en trouve pas beaucoup affecte´e. Ce qui ne sera pas le cas ici, ou` les
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Fig. 3.24 – Mise en forme du pic d’e´vaporation 1n lorsque les sections efficaces de fusion
sont suppose´es constantes. En trait plein, allure du pic brut. Les courbes en pointille´s
et en tirets correspondent respectivement a` une moyenne sur un intervalle en e´nergie
d’excitation de 3 MeV et 4 MeV de la courbe en trait plein.
re´sultats sont pre´sente´s en e´chelle line´aire. Sans les effets lie´s a` l’e´paisseur des cibles, la voie
d’e´vaporation 1n pre´senterait une allure tre`s asyme´trique provenant du fait qu’au dessus
du seuil de fission l’ensemble des canaux menant aux re´sidus de´croˆıt. Sur la Figure 3.24,
la courbe en trait plein repre´sente l’allure du canal d’e´vaporation 1n the´orique lorsque les
sections efficaces de fusion sont suppose´es constantes vis-a`-vis de l’e´nergie d’excitation.
Pour ce calcul, une e´nergie de liaison de Bn = 7MeV a e´te´ choisie pour le noyau compose´ et
une barrie`re de fission de Bf = 6 MeV pour l’ensemble des isotopes e´tudie´s. Le maximum
de la section efficace est donc parfaitement localise´ a` E∗ = Bn + Bf = 13 MeV. Une fois
cette valeur atteinte, une de´croissance tre`s importante des sections efficaces de re´sidus
est observe´e car la grande majorite´ des noyaux vont fissionner. Avant le maximum, seuls
les e´tats situe´s en dessous du seuil de fission sont peuple´s (ils ne fissionnent pas), et
contribuent a` l’accroissement des sections efficaces de re´sidus. Bien entendu, pour des
sections efficaces de fusion re´alistes, c’est a` dire augmentant avec l’e´nergie d’excitation,
l’allure de ce canal est modifie´e. En relatif, la partie basse e´nergie est donc diminue´e, alors
que la partie haute est rehausse´e. Or les re´sultats expe´rimentaux sur ce type de re´action
pre´sente des distributions plus e´tale´es et bien moins abruptes une fois le maximum atteint
(cf. par exemple la Figure 3.26). Cet effet provient en partie des e´paisseurs des cibles qui
entraˆınent une diminution de l’e´nergie du projectile. La valeur moyenne indique´e dans les
re´sultats expe´rimentaux correspond a` la valeur prise au centre de la cible. Pour permettre
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Fig. 3.25 – La courbe en trait plein repre´sente le canal d’e´vaporation 1n sans modification
des parame`tres libres de Kewpie2 pour le syste`me 58Fe+208Pb. En tirets : section efficace
1n avec f = 0, 3 et Ed = 18, 5 MeV. Les sections efficaces de fusion provenant du mode`le
de Swiatecki avec s = 0 ont e´te´ utilise´es. Donne´es obtenues dans les re´fe´rences [126, 127].
une meilleure comparaison entre les calculs et les donne´es, nous avons donc choisi de tenir
compte de cet effet en moyennant l’ensemble des valeurs obtenues dans un intervalle en
e´nergie de largeur δE. Pour obtenir la section efficace a` E∗ donne´e, nous effectuons la
moyenne de l’ensemble des valeurs comprises entre E∗− δE
2
et E∗+ δE
2
. Sur la Figure 3.24
la courbe en trait plein correspond a` la valeur brute sans moyennage, pour la courbe en
pointille´s, a` un intervalle de moyenne de δE = 3 MeV et la courbe en tirets, de δE = 4
MeV. Nous pouvons observer une modification de la position du maximum des sections
efficaces, ainsi qu’une diminution de son amplitude. Nous pouvons e´galement remarquer
une augmentation des sections efficaces dans les parties basse et haute e´nergie, traduisant
l’e´talement de la distribution. Pour l’ensemble des calculs effectue´es dans cette partie,
lorsque l’effet lie´ a` l’e´paisseur des cibles sera pris en compte, nous utiliserons un intervalle
de 4 MeV correspondant au domaine d’inte´gration des donne´es.
3.2.2.3 Etude des re´sidus de la re´action 58Fe+208 Pb
Sur la Figure 3.25 est reporte´e la comparaison entre des calculs et les donne´es pour le
syste`me 58Fe+208 Pb. La courbe en trait plein correspond aux sections efficaces 1n obte-
nues par un calcul sans ajustement des parame`tres libres de Kewpie2 (f = 1, Ed = 18, 5
MeV et β = 1.1021 s−1). La courbe en tirets repre´sente les sections efficaces 1n obtenues
avec un ajustement du facteur de correction de couches a` f = 0, 3. Il faut noter que le
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mode`le de fusion de Swiatecki (cf. Section 1.2.3) a e´te´ utilise´ pour calculer les sections ef-
ficaces de fusion avec s = 0, valeur pour laquelle un tre`s bon accord avec les donne´es a e´te´
observe´ a` la Section 3.2.2.1. Nous pouvons remarquer que sans ajustement des parame`tres
libres de Kewpie2, le calcul sur la voie 1n sur-estime de plus de 3 ordres de grandeurs les
sections efficaces pour le maximum de la distribution. Les incertitudes sur les choix the´o-
riques (densite´ de niveaux, de´formation de l’e´tat fondamental...) que nous avons expose´s
au Chapitre 2 ne peuvent donc pas expliquer cette diffe´rence. La suppression du facteur
de Kramers ne permettrait de diminuer au plus que d’un facteur 2 les sections efficaces.
Donc, seuls les parame`tres physiques affectant la hauteur de la barrie`re de fission peuvent
modifier d’une manie`re aussi importante les sections efficaces d’e´vaporation. Deux para-
me`tres libres sont donc succeptibles d’eˆtre modifie´s : le facteur de correction de couches
f , et l’e´nergie de damping Ed. Pour reproduire les donne´es, il est ne´cessaire de fixer le
facteur de correction de couches a` f = 0, 3 (courbe en tirets), tout en gardant l’e´nergie
de damping a` la valeur initialement fixe´e par Ignatyuk Ed = 18, 5 MeV. Cela signifie
que pour les noyaux conside´re´s, au lieu d’utiliser a` peu pre`s ∆E ≈ −5, 2 MeV d’e´nergie
de correction de couches, seul ∆E ≈ −1, 5 MeV sont pris en compte. L’accord observe´
avec f = 0, 3 est encore ame´liore´ si nous prenons en compte les effets d’e´paisseur de cible
comme le montre la Figure 3.26, ou` la courbe en trait plein correspondant a` une moyenne
sur 4 MeV de la courbe en tirets (courbe correspondant a` f = 0, 3 sur la Figure 3.25).
Sur la Figure 3.27 est reporte´e la comparaison entre un calcul et les donne´es sur les
sections efficaces d’e´vaporation 1n pour la re´action 58Fe +208 Pb, ou` seule l’e´nergie de
damping a e´te´ ajuste´e a` Ed = 5, 2 MeV. Nous pouvons observer que le calcul sur-estime
les sections efficaces d’au moins un facteur 5. De plus, un proble`me apparaˆıt a` basse e´nergie
lorsque les e´nergies de correction de couches sont proches en valeur absolue de l’e´nergie de
damping a` faible e´nergie d’excitation. Il semble donc impossible de reproduire les donne´es
en jouant seulement sur Ed lorsque ce dernier est infe´rieur a` la valeur absolue des e´nergies
de correction de couches (pour la re´action 58Fe +208 Pb, ∆E ≈ −5, 2 MeV), sinon le
parame`tre de densite´ de niveaux deviendrait ne´gatif. Pour illustrer cette remarque, nous
pouvons reprendre la prescription d’Ignatyuk (cf. Eqn. 2.88) :
a(E∗) = aTS
[
1 +
{
1− exp
(
−E
∗
Ed
)}
∆Eshell
E∗
]
, (3.1)
ou` aTS correspond au parame`tre de densite´ de niveaux obtenu par la parame´trisation de
To¨ke-Swiatecki (cf. Chapitre2). En effectuant un de´veloppement limite´ ou` nous supposons
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Fig. 3.26 – La courbe en tirets correspond aux sections efficaces 1n avec f = 0, 3 et
Ed = 18, 5 MeV pour le syste`me
58Fe +208 Pb avec f = 0, 3. La courbe en trait plein
correspond a` une moyenne de 4 MeV de la courbe pre´ce´dente. Le mode`le de Swiatecki
a e´te´ utilise´e pour la de´termination des sections efficaces de fusion avec s = 0. Donne´es
obtenues dans les re´fe´rences [126, 127].
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Fig. 3.27 – Comparaison entre un calcul et les donne´es sur les sections efficaces d’e´va-
poration 1n pour la re´action 58Fe +208 Pb. L’ajustement porte seulement sur l’e´nergie
de damping ou` Ed = 5, 2 MeV (courbe en trait plein). Donne´es obtenues dans les re´fe´-
rences [126, 127].
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Fig. 3.28 – Calcul effectue´ sur le syste`me 58Fe +208 Pb en utilisant le Two Step Model
pour la de´termination des sections efficaces de fusion. Le facteur de correction de couches
a e´te´ ajuste´ a` f = 0, 6, et une moyenne sur 4 MeV a e´te´ effectue´e. Donne´es obtenues dans
la re´fe´rence [126, 127].
que E∗ → 0 :
a(E∗ → 0)→ aTS
[
1 +
∆E
Ed
]
. (3.2)
Or, comme les e´nergies de correction de couche ∆E pour les noyaux superlourds consi-
de´re´s sont ne´gatives, le parame`tre de densite´ de niveaux tend vers une valeur ne´gative
lorsque l’e´nergie d’excitation tend vers 0 et lorsque que Ed < ∆E. Comme ce re´sultat
est physiquement inacceptable, nous avons fixe´ le parame`tre de densite´ de niveaux a` 0 si
celui-ci est calcule´ ne´gatif. Pour la re´action 58Fe +208 Pb, l’e´nergie de damping ne peut
pas eˆtre infe´rieure a` 5, 2 MeV.
Sur la Figure 3.28 est reporte´e la comparaison entre un calcul et les donne´es sur les
sections efficaces d’e´vaporation 1n pour la re´action 58Fe+208 Pb. Ce calcul utilise le Two
Step Model, avec ǫ = 0, 8 qui permet de reproduire les donne´es sur les sections efficaces
de fusion a` haute e´nergie (cf. Section 3.2.2.1), et un ajustement des parame`tres libres de
Kewpie2 a` f = 0, 6, Ed = 18, 5 MeV et β = 1.10
21 s−1. De plus, l’effet de l’e´paisseur de
cible a e´te´ pris en compte. Nous pouvons remarquer que l’ajustement a` effectuer est moins
important que celui pour la Figure 3.26 dans le cas ou` le mode`le de fusion de Swiatecki
est utilise´ (f = 0, 3). Cela vient du fait qu’a` la Section 3.2.2.1, nous avons mentionne´ que
le Two Step Model sous-estime d’un ordre de grandeur les sections efficaces de fusion au
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Fig. 3.29 – Comparaison entre les calculs et les donne´es [126, 127] sur les sections efficaces
d’e´vaporation 2n pour le syste`me 58Fe+208Pb. Les courbes correspondent a` deux mode`les
de fusion diffe´rents : la courbe en trait plein au mode`le de Swiatecki avec s = 0 fm et un
facteur de correction ajuste´ a` f = 0, 3 et la courbe en pointille´s au Two Step Model avec
ǫ = 0, 8 et un facteur de correction de couche ajuste´ a` f = 0, 6.
niveau du maximum de la voie 1n situe´ vers 220 MeV.
Sur la Figure 3.29 est reporte´e la comparaison entre diffe´rents calculs et la donne´e [126,
127] sur la section efficace 2n pour la re´action 58Fe +208 Pb, pour laquelle un seul point
expe´rimental existe. Cette donne´e procure une seconde contrainte pour les calculs. La
courbe en trait plein correspond a` l’utilisation du mode`le de Swiatecki pour le calcul
des sections efficaces de fusion et un ajustement du facteur de correction de couches de
Kewpie2 a` f = 0, 3 en accord avec celui obtenu sur l’e´tude des sections efficaces 1n. La
courbe en pointille´s correspond quant a` elle a` l’utilisation du Two Step Model avec ǫ = 0, 8
et un ajustement du facteur de correction de couches a` f = 0, 6, en accord e´galement avec
celui obtenu lors de l’e´tude des sections efficaces 1n avec ce mode`le de fusion. Nous pouvons
remarquer que le calcul utilisant les sections efficaces de fusion provenant du Two Step
Model permet de reproduire cette donne´e alors que ce n’est pas le cas pour l’autre calcul
ou` les sections efficaces sont sous-estime´es.
3.2.2.4 Etude des re´sidus d’autres re´actions
Le meˆme genre d’e´tude a e´te´ mene´ pour les syste`mes 64Ni+208 Pb→ 110∗, 64Ni+209
Bi → 111∗, 70Zn +208 Pb → 112∗ et 70Zn +209 Bi → 113∗. Les conclusions tire´es de ces
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Noyau compose´ 108 110 111 112 113
f 0, 3 0, 23 0, 2 0, 15 0, 1
∆EM (MeV) −5, 27 −6, 55 −6, 41 −5, 06 −5, 11
∆E = f.∆EM (MeV) −1, 58 −1, 51 −1, 28 −0, 76 −0, 51
Tab. 3.2 – Valeur d’ajustement du facteur de correction de couches pour reproduire l’ordre
de grandeur des donne´es associe´es a` chaque noyau compose´ e´tudie´ lorsque le mode`le de
fusion de Swiatecki est utilise´. Les e´nergies de correction de couches provenant de la table
de Møller et Nix ∆EM ont e´te´ incluses, ainsi que le re´sultat final de l’ajustement ∆E.
Noyau compose´ 108 110 111 112 113
f 0, 6 0, 4 0, 35 0, 25 0, 25
∆EM (MeV) −5, 27 −6, 55 −6, 41 −5, 06 −5, 11
∆E = f.∆EM (MeV) −3, 16 −2, 62 −2, 24 −1, 26 −1, 27
Tab. 3.3 – Valeur d’ajustement du facteur de correction de couches pour reproduire l’ordre
de grandeur des donne´es associe´es a` chaque noyau compose´ e´tudie´ lorsque le Two Step
Model est utilise´. Les e´nergies de correction de couches provenant de la table de Møller
et Nix ∆EM ont e´te´ incluses, ainsi que le re´sultat final de l’ajustement ∆E.
e´tudes sont a` nouveau qu’une re´duction syste´matique des e´nergies de correction de couches
de Møller et Nix [7] a` l’aide du facteur f de Kewpie2 est indispensable. L’e´volution de f
avec le syste`me conside´re´ est pre´sente´e dans le Tableau 3.2 pour les deux mode`les utilise´s
(mode`le de fusion de Swiatecki et le Two Step Model, de´crits a` la Section 1.2.3). Nous
pouvons remarquer qu’il est ne´cessaire d’ajuster pour chaque noyau le facteur de correc-
tion de couches pour les deux mode`les de fusion. Plus la charge de l’e´le´ment augmente,
et plus le facteur de correction de couches diminue. La barrie`re de fission de´termine´e de
cette fac¸on pour les e´le´ments conside´re´s n’exce`de donc pas Bf = 2 MeV, contrairement
aux Bf ≈ 6 MeV tire´es de Møller et Nix [7], dans le cas du mode`le de fusion de Swiatecki,
et la barrie`re de fission n’exce`de pas Bf = 3, 2 MeV dans le cas du Two Step Model.
3.3 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons confronte´ les mode`les aux donne´es sur les sections efficaces
de fusion et de re´sidus d’e´vaporation. Cela a permis de contraindre les parame`tres des
mode`les en prenant les donne´es telles quelles, sans regard critique. L’e´tude des sections
efficaces de re´sidus a demontre´e que ni la friction, ni la fonction d’amortissement des effets
de couches avec la tempe´rature ne pouvait prendre en compte les de´saccords syste´matiques
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de plusieurs ordres de grandeur entre les calculs et les donne´es. Les parame`tres associe´s a`
ces grandeurs doivent certes eˆtre le´ge`rement modifie´s parfois pour reproduire correctement
les donne´es par rapport a` leur valeur habituellement utilise´e (β = 2.1021 s−1 et Ed = 18, 5
MeV), mais seule des modifications des barrie`res de fission permettent de retrouver les
bons ordres de grandeur pour l’ensemble des donne´es. Une remise en cause de table de
Møller et Nix [7] est donc ne´cessaire si l’on suppose que les sections efficaces de fusion
expe´rimentales sont correctes. Les e´nergies de correction de couches doivent eˆtre diminue´es
de 50% pour les syste`mes obtenus par fusion chaude par rapport a` celles donne´es dans la
table de Møller et Nix [7]. Par contre, pour les syste`mes obtenus par fusion froide cette
diminution peut atteindre 90%. Cette diffe´rence de facteur de re´duction des e´nergies de
correction de couches pourrait eˆtre explique´e par une mauvaise localisation des fermetures
de couches proton et neutron pre´dites par les calculs de Møller et Nix [7] (Z = 114 et
N = 178). Un e´ventuel de´placement de la position du maximum vers des Z plus e´leve´s,
pre´vu par diffe´rents mode`les [9, 8], pourrait expliquer que les facteurs de re´ductions soient
tre`s diffe´rents pour la fusion chaude et froide car les noyaux forme´s pour ces deux types
de re´actions correspondent a` des domaines diffe´rents en Z et A.
Chapitre 4
Evolution temporelle de la cascade :
application aux temps de fission
La seconde spe´cificite´ de Kewpie2 re´side dans le fait que nous avons incorpore´ en plus
des calculs statistiques, la possibilite´ d’avoir acce`s a` des informations sur le temps de
fission moyen au cours d’une cascade de de´sexcitation ou sur les distributions de temps
de fission. Le but de cette e´tude est d’apporter une nouvelle contrainte pour ajuster les
parame`tres de notre code statistique en s’inte´ressant a` d’autres observables physiques que
les sections efficaces de re´sidus et a` d’autres e´le´ments que ceux e´tudie´s dans le chapitre
pre´ce´dent. En effet, nous avons vu au Chapitre 3 qu’une grande part des ambigu¨ıte´s sur
les conclusions provenaient des sections efficaces de fusion qui ne sont pas parfaitement
maˆıtrise´es. Or les temps de fission sont des quantite´s qui ne de´pendent pas de la section
efficace de fusion, permettant ainsi de s’affranchir des incertitudes lie´es aux mode`les de
fusion. Des donne´es re´centes obtenues au GANIL dans des expe´riences visant a` localiser
l’ˆılot de stabilite´ [132, 133, 134] seront donc compare´es a` nos calculs, ainsi que des don-
ne´es plus anciennes sur les temps de fission de l’uranium [135, 136, 137, 138]. Il faut noter
ici que seul le formalisme de Weisskopf est utilise´ afin de diminuer les temps de calcul
puisqu’un grand nombre de noyaux est traite´ et que des e´nergies d’excitation importantes
sont prises en compte dans cette partie.
Nous allons dans un premier temps rappeler brie`vement le principe de ces expe´riences
de mesure de temps de fission faits au GANIL pour les e´le´ments superlourds, puis expliquer
l’ensemble des outils the´oriques permettant le calcul des temps de fission a` l’aide de
Kewpie2. Des mode`les simplifie´s seront e´galement de´veloppe´s pour interpre´ter les re´sultats
de ces expe´riences. Ensuite, la de´rivation d’une formule exacte pour le temps du point
selle au point de scission sera effectue´e, ainsi qu’une discussion sur l’importance de cette
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Fig. 4.1 – Sche´ma du principe du blocage cristallin (Figure obtenue dans la Ref. [134])
quantite´ sur le temps de fission moyen.
4.1 Mesures de temps de fission de l’uranium et d’e´le´-
ments superlourds
Expe´rimentalement, il est possible d’avoir acce`s aux temps de fission soit par des
techniques ne´cessitant des mode`les nucle´aires, de´pendant de nombreux parame`tres, en
mesurant par exemple les multiplicite´s de neutrons ou de gammas de pre´-scission, soit par
des me´thodes ne de´pendant d’aucun mode`le nucle´aire, en utilisant une horloge atomique
fonde´e sur la fluorescence X [135] ou en utilisant les effets de blocages dans des mono-
cristaux [139]. C’est cette dernie`re technique qui a e´te´ choisie au GANIL [132, 133, 134]
pour e´tudier la stabilite´ des e´le´ments superlourds a` partir des temps de fission. Elle repose
sur les interactions atomiques dans les cristaux qui sont bien maˆıtrise´es, car les atomes
s’organisent suivant un sche´ma ordonne´, conduisant a` des phe´nome`nes bien spe´cifiques tel
que les effets de canalisation et d’ombre [140] dans les monocristaux.
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Sur la Figure 4.1 est reporte´ un sche´ma simplifie´ de´crivant le principe des mesures de
temps de re´actions par la me´thode d’ombre dans les monocristaux. Il faut noter que les
re´actions nucle´aires ont lieu entre un ion du faisceau incident et un atome du monocristal
qui sert de cible. Un des axes principaux du monocristal est oriente´ de telle manie`re qu’il
soit aligne´ avec un syste`me de de´tection permettant l’identification du produit de fission
de´tecte´ et la de´termination tre`s pre´cise de la distribution angulaire dans le domaine an-
gulaire ainsi couvert. Dans la suite, nous appelerons ce syte`me de de´tection “un te´lescope
de blocking”. Lors d’une re´action nucle´aire, un composite est forme´ qui, suivant le temps
caracte´ristique associe´ au processus observe´, aura une distance de recul d plus ou moins
importante par rapport a` la range´e cristalline dont il est issu. Ici, nous souhaitons mesurer
le temps de fission associe´ a` la cascade de de´sexcitation d’un noyau compose´, lorsqu’un
fragment de fission sera e´mis dans la direction de l’axe du cristal qui nous inte´resse, il
subit des interactions atomiques avec tous les noyaux de la range´e cristalline dont il est
issu. Ces interactions auront pour effet de de´fle´chir la trajectoire du fragment de fission
a` un certain angle par rapport a` la direction de l’axe, note´ Ψ sur la Figure 4.1 et de´fini
par l’angle que fait le vecteur vitesse du fragment de fission de´tecte´ avec la direction de
l’axe. Le principe de la technique d’ombre dans les monocristaux re´side dans la mesure
des distributions angulaires, associe´es aux fragments de fission et mesure´es par rapport a`
la direction de l’axe cristallin.
Sur la Figure 4.2 est reporte´e une image de blocking typique associe´e a` de la diffu-
sion e´lastique, une re´action extreˆmement rapide compare´e aux temps accessibles par la
me´thode de blocking [141]. Nous pouvons remarquer diffe´rentes zones qui sont plus ou
moins claires, suivant la statistique associe´e. Le cercle central, qui pre´sente une faible
statistique, correspond a` l’ombre de l’axe du cristal. Tre`s peu de fragments de fission
vont eˆtre de´tecte´s dans cette direction a` cause des tre`s forts interactions atomiques su-
bies re´sultant des vibrations thermiques des atomes du cristal. Pour des fragments de
fission sortant du domaine de vibrations thermiques, plus le temps caracte´ristique de la
re´action sera grand et plus le taux de remplissage de cette zone centrale sera importante.
De meˆme pour les zones correspondantes aux ombres des plans cristallins qui convergent
vers l’axe. Toutes les expe´riences pour les noyaux superlourds qui seront pre´sente´es par
le suite ont e´te´ analyse´es en e´tudiant le taux de remplissage de cette zone pour diffe´rents
types de re´actions (quasi-e´lastique, quasi-fission, fusion-fission). Il faut souligner ici que
le taux de remplissage du creux de blocage pre´cisement dans la direction de l’axe e´tudie´
ne de´pend que de l’amplitude des vibrations thermiques des atomes du cristal, ainsi que
cela est de´montre´ par les e´tudes expe´rimentales et the´oriques faites en canalisation ou en
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Fig. 4.2 – Image de blocking obtenue sur un des te´lescopes [141].
blocking [142]. L’e´tude du remplissage du creux pre´cise´ment dans la direction de l’axe du
cristal pre´sente l’avantage de ne de´pendre d’aucun mode`le nucle´aire, et de ses incertitudes.
Pour permettre une meilleure visualisation des creux de blocking, une inte´gration est
faite suivant l’angle azimutal en prenant pour origine la direction de l’axe du cristal et
les creux sont pre´sente´s a` une dimension en fonction de Ψ, comme montre´ sur la Fi-
gure 4.3. Les diffe´rents cadres correspondent a` une se´lection sur les e´ve`nements provenant
d’un processus bien particulier : pour le cadre a, la se´lection concerne les e´ve`nements de
diffusion quasi-e´lastique du projectile incident, le cadre b, a` de la quasi-fission et de la
fusion-fission me´lange´es, le cadre c, a` la fission se´quentielle de l’uranium et enfin le cadre
d au quasi-e´lastique de la cible. Comme nous l’attendons, les re´actions quasi-e´lastiques
qui pre´sentent un temps caracte´ristique court, correspondent a` une se´paration du syste`me
composite qui a toujours lieu a` l’inte´rieur du domaine des vibrations thermiques. La pro-
babilite´ de de´fle´chir le fragment a` grand angle est donc maximale et le creux de blocking
a une profondeur maximale. Cela signifie que tre`s peu d’e´ve`nements ont e´te´ de´tecte´s a`
cet angle de de´viation. Ce qui est tout a` fait normal puisque la distance de recul est tre`s
courte et donc que les interactions coulombienne sont fortes. Par contre, pour la fission
se´quentielle de l’uranium qui pre´sente des temps de fission longs [136, 137], le creux de
blocking est beaucoup plus rempli.
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Fig. 4.3 – Creux de blocking obtenus lors de la re´action U+Ge pour diffe´rentes re´actions :
le cadre a correspond a` une se´lection sur les e´ve`nements de diffusion quasi-e´lastique du
faisceaux incident, le cadre b, a` des e´ve`nements de quasi-fission et de Fusion-Fission, le
cadre c, a` la fission se´quentielle de l’Uranium et enfin le cadre d, a` de la diffusion quasi-
e´lastique de la cible (Figure obtenue dans la re´fe´rence [134]).
Il faut noter que c’est le temps ne´cessaire aux fragments pour sortir du domaine
des vibrations thermiques qui de´termine la limite infe´rieure de sensibilite´ de cette tech-
nique [139] : tous les me´canismes pre´sentant des temps caracte´ristiques plus courts que
cette limite infe´rieure conduiront au meˆme taux de remplissage minimum possible du
creux. Pour les vitesses et les cristaux mis en jeu dans les re´actions e´tudie´s, cette limite
infe´rieure correspond a` environ 10−18 s [132, 133, 134].
Pour les expe´riences effectue´es sur les noyaux superlourds, les proble`mes de statistique
rencontre´s pour les sections efficaces de re´sidus seront moins dramatiques, puisqu’ici les
mesures seront faites a` une e´nergie d’excitation e´leve´e (E∗ ≈ 70 MeV). A ces e´nergies,
les sections efficaces de fusion sont importantes et de plus les expe´riences ne s’inte´ressent
qu’aux e´ve`nements de fission qui repre´sentent le mode majoritaire de ces noyaux. Diffe´-
rents syste`mes seront donc e´tudie´s, tout d’abord le temps de fission moyen de l’uranium
238 pour tester et valider Kewpie2, puisque ce syste`me ne pre´sente pas d’ambigu¨ıte´ du
point de vue des variables physiques (masse, e´nergie d’excitation...). Ensuite les temps
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de fission moyens, ainsi que les distributions de temps de fission de certains noyaux su-
perlourds seront e´tudie´s comme Pb + Ge → 114, U + Ni → 120 et U + Ge → 124. Ces
syste`mes correspondent a` ceux e´tudie´s expe´rimentalement au GANIL. L’analyse de ces
expe´riences est encore en cours. Pour U +Ge (Z = 124) et U +Ni (Z = 120), une forte
proportion (> 10%) d’e´ve`nements se trouvant dans la zone des e´ve`nements de quasi-fission
a e´te´ identifie´e avec des temps supe´rieurs a` 10−18 s [132, 133, 134] : pour cette zone, les
creux de blocking pre´sentent un remplissage par rapport aux zones associe´es aux re´actions
quasi-e´lastiques, signe de fac¸on inde´pendante de tout mode`le la pre´sence de fusion suivie
de fission (voir par exemple les e´volutions des creux pre´sente´s sur la Figure 4.3 extraite
de [134], entre les cadres a et d et le cadre b). En revanche, les analyses pre´liminaires faites
pour le syste`me Pb+Ge (Z = 114) ne mettent en e´vidence aucun e´ve`nement a` temps de
fission plus long que 10−18 s [141].
4.2 Outils the´oriques
4.2.1 Principe
Pour de´crire le processus de fission, un formalisme de Langevin est ge´ne´ralement uti-
lise´ [59, 143, 144]. Malheureusement, cette approche n’est pas adapte´e au calcul de temps
de fission longs car elle ne´cessite des temps de calculs importants. Dans Kewpie2 [65], une
approche base´e sur les e´quations de Bateman est utilise´e. Par souci de simplicite´, nous
allons juste expliciter pour les calculs qui vont suivre les e´quations ou` seules l’e´vapora-
tion de neutron et la fission sont prises en compte. Bien entendu, la meˆme me´thode est
employe´e dans le code pour introduire l’e´vaporation de particules charge´es et l’e´mission
de rayonnement gamma, mais les e´quations sont plus complique´es. La population Pi(t),
pour chaque isotope a` un instant t donne´, est gouverne´e par :
dP0
dt
= − (Γn,0 + Γf,0)P0(t)
dP1
dt
= Γn,0P0(t)− (Γn,1 + Γf,1)P1(t) (4.1)
dPi
dt
= Γn,i−1Pi−1(t)− (Γn,i + Γf,i)Pi(t),
ou` Γn,i et Γf,i repre´sentent respectivement la largeur d’e´vaporation neutron et de fission
pour un isotope i. Dans les calculs qui vont eˆtre pre´sente´s par la suite, les diffe´rentes
largeurs sont suppose´es inde´pendantes du temps. Il est donc possible d’obtenir, a` partir de
cette hypothe`se, l’expression analytique de la population d’un isotope particulier, produit
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par e´vaporation de neutron :
P0(t) = exp (−Γ0,tot.t) (4.2)
Pi(t) = Π
i−1
q=0Γq,n
i∑
k=0
exp (−Γk,tot.t)
Πj=k (Γj,tot − Γi,tot) pour i > 0, (4.3)
ou` Γk,tot correspond a` la somme des largeurs associe´es aux diffe´rents modes de de´sinte´gra-
tions pour l’isotope k. Le temps de fission moyen est donne´ par :
τ = − 1
Psum(0)− Psum(+∞)
∫ ∞
0
t
dPsum
dt
dt, (4.4)
ou` Psum(t) =
∑nmax
i=0 Pi(t).
dPsum
dt
correspond a` la distribution des temps de fission, qui en
accord avec le syste`me d’e´quations (4.1) est e´value´e a` :
dPsum
dt
=
nmax∑
i=0
dPi
dt
= −
nmax∑
i=0
Γf,iPi(t), (4.5)
avec nmax le nombre total d’isotopes pris en compte dans la cascade de de´sinte´gration. La
dernie`re e´quation provient du fait que lorsque pour un isotope i donne´, la contribution
neutronique est retranche´e, celle-ci est e´galement ajoute´e a` l’isotope i+1. En sommant sur
l’ensemble des isotopes, les contributions neutroniques s’annulent, et seuls les e´ve`nements
de fission demeurent. En combinant les e´quations (4.4) et (4.5), le temps de fission moyen
devient :
τ =
1
Psum(0)− Psum(+∞)
nmax∑
i=0
∫ ∞
0
tΓf,iPi(t)dt. (4.6)
C’est cette dernie`re e´quation qui est incluse dans Kewpie2 et qui permet la de´termination
des temps de fission moyen de la cascade de de´sinte´gration du noyau compose´.
Il faut se rappeler que Kewpie2 utilise un algorithme spe´cial base´ sur la discre´tisation
en“bins”du spectre en e´nergie d’excitation de chaque noyau de la cascade (cf. Chapitre 2).
L’e´quation (2.101), correspondant au peuplement d’un “bin” du spectre en e´nergie d’exci-
tation du noyau fils par un certain mode de de´sinte´gration, peut eˆtre ame´liore´e [66] pour
tenir compte de l’e´volution temporelle :
δSn+1(E
∗
n+1, ti + δti) =
∫ +∞
0
dE∗nSn(E
∗
n, ti)
γ(E∗n → E∗n+1)
Γtn(E
∗
n)
(
1− exp [−Γtnδti]) . (4.7)
A chaque pas de temps, il est donc ne´cessaire de calculer la contribution d’un “bin” qui
140 Chapitre 4. Evolution temporelle de la cascade : application aux temps de fission
s’est de´sinte´gre´, graˆce a` l’e´quation pre´ce´dente, et de calculer a` partir de l’e´quation (4.6),
sa contribution au temps de fission moyen. Cette ope´ration doit ensuite eˆtre effectue´e pour
tous les “bins” du spectre en e´nergie des noyaux conside´re´s et sur tous les pas de temps.
Pour avoir acce`s a` des temps de fission longs, nous avons choisi un pas de temps
augmentant a` chaque e´tape de la cascade, et proportionnel au pas de temps de l’e´tape
pre´ce´dente :
δtn+1 = αδtn. (4.8)
avec α = 1, 1 et δt0 = 0, 01h¯/MeV. Un test peut eˆtre effectue´ pour e´valuer l’erreur sur
la de´termination du temps moyen duˆ au choix de ce pas. Pour cela, seul un noyau sera
conside´re´ par souci de simplicite´, et celui-ci ne pourra e´vaporer qu’un neutron ou fissionner.
La distribution de temps de fission devient donc :
dPsum
dt
= −Γ0,fP0(t). (4.9)
En utilisant cette dernie`re expression dans l’e´quation (4.4) et en explicitant P0(t) a` l’aide
de l’e´quation (4.2), le temps de fission moyen devient :
τ =
Γ0,f
Psum(0)− Psum(+∞)
∫ ∞
0
t exp (−Γ0,tot.t) dt (4.10)
=
1
Γ0,tot
, (4.11)
ou` une inte´gration par partie a e´te´ utilise´e. Le Tableau 4.1 montre le temps de fission
moyen calcule´ pour diffe´rentes valeurs du parame`tre α utilise´ pour de´finir le pas de temps
dans notre algorithme. Les calculs correspondent a` une largeur neutron Γ0,n = 0, 0465757
MeV/h¯ et une largeur fission Γ0,f = 0, 00492154 MeV/h¯, ce qui donne une valeur re´elle du
temps de fission de τth = 1, 2781.10
−20 s en accord avec la formule (4.11). Nous pouvons
remarquer qu’avec α = 1, 1 le calcul pre´sente une erreur relative de 10, 2% par rapport a` la
valeur re´elle. Par contre, le temps de calcul est nettement plus court compare´ a` un calcul
utilisant α = 1, 001. Le meilleur compromis (erreur relative/temps de calcul) semble eˆtre
obtenu avec α = 1, 01, puisque seul un facteur 3 supple´mentaire sur le temps de calcul est
ne´cessaire par rapport a` α = 1, 1 pour une erreur relative d’environ 1%. Par contre, il ne
faut pas oublier que nous n’avons conside´re´ ici qu’un seul noyau fissionnant, sans e´mission
de rayonnement gamma. Le temps de calcul sera nettement plus long lorsque nous consi-
de`rerons une cascade de de´sexcitation entie`re, et l’erreur relative ne sera pratiquement
pas affecte´e. De plus, pour re´duire les temps de calcul, des tableaux ont e´te´ cre´e´s dans
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Fig. 4.4 – Temps de fission moyen pour le noyau Z = 124 et A = 312 a` E∗ = 80 MeV. La
courbe en tirets repre´sente un calcul incluant l’e´mission de gamma, et celle en trait plein
sans l’e´mission gamma. a = A
10
, Bn = 6 MeV.
le code pour enregistrer le peuplement d’un noyau dans le temps. Si l’intervalle est trop
petit, la taille de ces tableaux devient tre`s importante est ne´cessite beaucoup de me´moire
vive. Bien entendu, α = 1, 01 pourra eˆtre utilise´ mais certainement pas α = 1, 001. Par
la suite, les calculs utiliseront α = 1, 1 puisque les barres d’erreurs expe´rimentales sont
largement supe´rieures a` 10%. Des tests avec α = 1, 01 ont e´te´ cependant re´gulie`rement
effectue´s pour ve´rifier la validite´ des re´sultats.
α Temps de fission moyen (10−21 s) Erreur relative (%) Temps de calcul (s)
1,1 1,4084 10,2 4
1,01 1,2913 1,0 36
1,001 1,2797 0,1 3510
Tab. 4.1 – De´pendance du calcul de temps de fission moyen avec le parame`tre α.
4.2.2 Comportement du temps de fission moyen en fonction de
la hauteur de la barrie`re de fission
Nous allons maintenant e´tudier un mode`le extreˆmement simplifie´ pour comprendre
comment e´volue le temps de fission moyen d’une cascade de de´sexcitation d’un noyau
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compose´. Seules la fission et l’e´vaporation de neutrons sont prises en compte, aucun effet
de structure tel que l’e´nergie d’appariement ou les e´nergies de correction de couches, ne
sera inclus. Les facteurs collectifs ne seront pas non plus inclus et le parame`tre de densite´
de niveaux sera fixe´ a` a = A
10
. De plus, la barrie`re de fission et l’e´nergie de liaison du
neutron seront suppose´s uniformes tout au long de la chaˆıne de de´sexcitation avec Bn = 6
MeV. Sur la Figure 4.4 est reporte´e le temps de fission moyen en fonction de la hauteur
de la barrie`re de fission, ou` une e´volution de plusieurs ordres de grandeur est observable.
Cette figure compare deux courbes incluant ou non l’e´mission de gamma, et l’influence de
cette dernie`re n’est importante que lorsque Bf ≈ Bn et a tendance a` diminuer le temps
de fission moyen. Il faut noter que plusieurs re´gimes apparaissent sur cette figure, en plus
de celui dont nous venons de parler (Bf ≈ Bn) ou` la compe´tition entre les deux modes
est la plus importante et procurent le temps de fission le plus long. Lorsque Bf ≫ Bn et
Bf ≪ Bn, le temps de fission moyen est plus faible que lorsque Bf ≈ Bn mais la raison
est diffe´rente suivant le cas conside´re´. Pour Bf ≪ Bn, le processus de fission est dominant
et la majorite´ de la de´sinte´gration se fait suivant ce mode. Tre`s peu de neutrons sont e´mis
avant fission et la cascade s’ache`ve tre`s rapidement. Par contre, lorsque Bf ≫ Bn, les
e´ve`nements de fission sont beaucoup plus rares et ce sont les fissions de premie`re chance
qui de´terminent essentiellement le temps de fission moyen. C’est la raison pour laquelle, le
temps de fission moyen est court dans ce cas-ci. Cette figure met donc en e´vidence que les
temps de fission longs observe´s expe´rimentalement proviennent d’e´ve`nements de fission
qui ont lieu a` la fin d’une longue chaˆıne d’e´vaporation re´sultant d’une compe´tition tre`s
forte entre le processus d’e´vaporation et de fission (Bf ≈ Bn). Un travail [145] similaire a
de´ja` e´te´ effectue´ avec une approche analytique, ou` les re´sultats sont accord avec ceux obte-
nus ici. Cette e´tude permet aussi de valider la programmation de l’algorithme de Kewpie2.
Sur la Figure 4.5 sont repre´sente´es les distributions de temps de fission (dPsum
dt
) associe´es
a` une hauteur de barrie`re de fission. Nous pouvons remarquer que lorsque Bf = 0, 2.Bn,
la probabilite´ de trouver des e´ve`nements de fission a` des temps supe´rieurs a` t = 1.10−18s
est ne´gligeable. Par contre, plus la barrie`re de fission augmente, et plus la probabilite´
devient importante. Lorsque Bf = 0, 5.Bn, des e´ve`nements a` temps de fission longs sont
observe´s mais leur contribution au temps de fission moyen n’est pas importante. Le temps
de fission moyen ne diffe`re que d’un facteur 5 entre le calcul effectue´ avec Bf = 0, 2.Bn
et Bf = 0, 5.Bn, alors que le rapport des e´ve`nements a` temps de fission longs (t > 10
−18
s) avec celui a` temps de fission courts (t < 10−18 s) est de Rt>1.10−18s = 7.10−12 dans le
premier cas et Rt>1.10−18s = 0, 0032 pour le second. Il est inte´ressant de noter que pour
Bf = 0, 5.Bn, on approche 1% d’e´ve`nements a` temps de fission longs mais le temps de
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Fig. 4.5 – Distributions de temps de fission associe´es a` une hauteur de barrie`re de fission.
En trait plein : Bf = 0, 2.Bn, en pointille´s : Bf = 0, 5.Bn et en tirets Bf = Bn. Les meˆmes
parame`tres que pour la Figure 4.4 ont e´te´ utilise´s.
fission moyen est de l’ordre de τ = 1.10−19 s. Lorsque Bf = Bn (courbe en tirets), le
rapport est de Rt>1.10−18s = 84% avec un temps de fission moyen τ = 2.10
−15 s.
Sur la Figure 4.6 est reporte´e la de´pendance de la distribution de temps de fission en
fonction du nombre de neutrons e´vapore´s, dans le cas ou` Bf = 0, 5.Bn. Pour cela, nous
avons tronque´ la cascade en arreˆtant le calcul, une fois le nombre de neutrons se´lectionne´
atteint. Nous pouvons constater que la quasi-totalite´ des fissions a` des temps infe´rieurs
a` 10−19 s a lieu avant l’e´mission des trois premiers neutrons. Les e´ve`nements de fission
a` temps supe´rieurs a` 10−18 s correspond essentiellement a` des fissions apre`s e´vaporation
de plus que trois neutrons. Les meˆmes conclusions peuvent e´galement eˆtre tire´es dans les
autres cas de barrie`res e´tudie´s sur la Figure 4.5. Il convient de noter ici qu’aucun re´gime
transitoire n’est pris en compte (cf. Section 2.1.2.3 du Chapitre 2) ce qui explique le fait
que les distributions de temps de fission de´butent vers 1.10−23 s.
En re´sume´, ce mode`le simpliste montre que l’observation de temps de fission longs
signifie que les barrie`res de fission doivent avoir une valeur proche de l’e´nergie de liaison
des neutrons. Dans la suite, il conviendra de prendre en compte tous les noyaux forme´s
lors du processus de de´sexcitation car les faibles e´nergies d’excitation des noyaux re´siduels
avant fission jouent un roˆle important dans l’apparition de temps de fission longs.
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Fig. 4.6 – De´pendance de la distribution de temps de fission associe´es a` Bf = 0, 5.Bn avec
le nombre de neutrons e´vapore´s. En trait plein : 11 neutrons e´vapore´s, en pointille´s : 5
neutrons, en tirets : 4 neutrons et en tirets pointille´s : 3 neutrons. Les meˆmes parame`tres
que pour la Figure 4.4 ont e´te´ utilise´s.
4.2.3 Temps du point-selle au point de scission
Jusqu’a` maintenant, le processus de fission pris en compte par Kewpie2 s’arreˆte au
point selle. Cependant les noyaux superlourds qui posse`dent une grande fissilite´, la de´for-
mation du point selle est relativement proche de celle de l’e´tat fondamental. Il en re´sulte
que celle associe´e au point de scission est assez e´loigne´e du point selle et le temps ne´-
cessaire pour atteindre le point de scission a` partir du point selle peut eˆtre a priori non
ne´gligeable compare´ au temps au temps de fission seul (sans e´vaporation de particules
le´ge`res) : τ = 1
Γf
, ou` Γf est la largeur de fission.
Dans les re´fe´rences [146, 147], une formule pour le temps du point selle au point de
scission est propose´e qui de´rive des hypothe`ses de Kramers. Le potentiel y est suppose´
parabolique du point selle au point de scission ainsi que dans l’e´tat fondamental. De plus,
seuls les re´gimes de faible tempe´rature sont pris en compte. Nous avons donc de´rive´ une
nouvelle formule [148] valide au-dela` de ces hypothe`ses.
Pour e´tudier le phe´nome`ne de fission jusqu’a` la scission, le Mean First Passage Time
(MFPT) est un outil plus adapte´ que la largeur de fission Γf utilise´e jusqu’a` maintenant.
En se plac¸ant dans le re´gime sur-critique, l’e´quation de Klein-Kramers [91, 149] est re´duite
a` celle de Smoluchowski [54] et une formule analytique est de´rivable pour le MFPT [150,
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149]. Cette fonction permet de de´terminer le temps de premier passage moyen ne´cessaire
a` une particule initialement a` l’abscisse xi pour atteindre l’abscisse xe, correspondant au
point ou` l’ensemble des particules sont absorbe´es. En supposant un puits de potentiel
me´tastable V (x), ou` x correspond ici a` la coordonne´e lie´e a` la de´formation du noyau, le
MFPT s’exprime :
τMFPT [xi → xe] = mβ
T
∫ xe
xi
dy exp
(
V (y)
T
)∫ y
∞
dz exp
(
−V (z)
T
)
, (4.12)
ou` β est la friction re´duite et T la tempe´rature. Cette fonction convient parfaitement a` la
fission d’un noyau si le point d’absorption xe est choisi au point de scission. Par contre,
au niveau du point selle, un proble`me subsiste puisque le MFPT suppose une absorption
de toutes les particules franchissant xe, alors que le taux de Kramers prend en compte des
retours et des passages multiples au niveau du point selle. Il est donc ne´cessaire d’utiliser
une seconde fonction, appele´e Mean Passage Time (MPT), permettant de prendre en
compte ce phe´nome`ne, e´value´ par :
τMPT [xi → xb] =
∫ ∞
0
tj(t, xb;xi)dt, (4.13)
=
∫ ∞
0
P (t, xb;xi)dt. (4.14)
ou` j(t, xb;xi) est le courant de sortie au niveau du point selle, dont l’abscisse est note´e xb,
de´fini par :
j(t, xb;xi) = −∂P (t, xb;xi)
∂t
. (4.15)
Si a` l’instant t = 0 la particule est en xi, P (t, xb;xi) est la probabilite´ que la particule
soit encore pre´sente dans le puits de potentiel (x < xb) a` l’instant t. L’e´quation (4.14)
est obtenue par inte´gration par partie en supposant que P (t → ∞, xb;xi) = 0 (seul le
processus de fission est e´tudie´). Or le MPT co¨ıncide avec le Non-Linear Relaxation Time
(NLRT) [151] de´fini par l’e´quation (4.14) lorsque P (t = 0, xb;xi) = 1 et P (t→∞, xb;xi) =
0. Des formules analytiques [152] ont e´te´ de´rive´es pour ce dernier pour diffe´rents types
de potentiel a` partir de l’e´quation de Smoluchowski (hypothe`se du re´gime sur-critique).
Pour un puits de potentiel me´tastable, le NLRT vaut :
τNLRT [xi → xe] =mβ
T
[∫ xe
xi
dy exp
(
V (y)
T
)∫ λ
−∞
dz exp
(
−V (z)
T
)
+
∫ λ
xe
dy exp
(
V (y)
T
)∫ xe
−∞
dz exp
(
−V (z)
T
)]
, (4.16)
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ou` λ est le point d’absorption, qui dans notre cas sera choisi au point de scission. Si le point
xe est e´gal a` la limite d’absorption λ, l’e´quation (4.16) devient e´gale a` celle de´finissant le
MFPT, c’est a` dire a` l’e´quation (4.12). La diffe´rence entre les e´quations (4.12) et (4.16)
donne le temps du point selle au point de scission (SST) :
τSST = τMFPT [xi → xs]− τNLRT [xi → xb] , (4.17)
=
mβ
T
∫ xs
xb
dy exp
(
V (y)
T
)∫ y
xb
dz exp
(
−V (z)
T
)
, (4.18)
ou` xi, xb et xs repre´sentent respectivement la coordonne´e du point initial, du point selle
et du point de scission. Cette e´quation est exacte pour le re´gime sur-critique.
En physique nucle´aire, une grande incertitude demeure sur l’intensite´ de la dissipation
de la matie`re nucle´aire. Cependant, l’hypothe`se de re´gime sur-critique faite pour obtenir
l’e´quation (4.18) est suˆrement trop forte. Nous l’avons donc e´tendue aux re´gimes de friction
plus faible, en modifiant le terme β pre´sent dans le pre´facteur des e´quations (4.12), (4.16)
et (4.18) par :
β → 1
2
(
β +
√
β2 + 4ω2b
)
, (4.19)
ou` ωb est la courbure du potentiel au niveau du point selle. Ce pre´facteur est similaire
a` celui obtenu dans les re´fe´rences [146, 147] lors de la de´rivation a` partir des hypothe`ses
de Kramers et provient de l’e´tude de la dynamique au-dessus d’une barrie`re parabo-
lique [30, 33]. Il faut tout de meˆme noter que cette modification n’est valable que pour un
potentiel pre´sentant une seule barrie`re.
Sur la Figure 4.7 est repre´sente´e la comparaison entre le NLRT obtenu en utilisant
la formation initiale (cf. e´quation 4.16) seulement valide dans le re´gime sur-critique et
le NLRT obtenu par notre formulation modifie´e (cf. e´quation 4.19). Ces valeurs ont de
plus e´te´ compare´es aux re´sultats d’une simulation de type Langevin permettant d’avoir
acce`s au temps entre le point initial xi et le point selle xb. Les temps sont pre´sente´s en
fonction de l’e´longation du point de scission. Nous pouvons remarquer que pour un re´gime
sur-critique (cf. cadre C), les deux courbes sont confondues et en tre`s bon accord avec les
re´sultats de la simulation Langevin. Par contre, lorsque l’intensite´ de la friction diminue
(cf cadre B), la formule (4.16) ne permet pas de reproduire les re´sultats provenant de
la simulation Langevin, alors que la courbe prenant en compte notre modification sur la
friction pre´sente un tre`s bon accord avec celle obtenue par la re´solution de l’e´quation de
Langevin pour la valeur absolue de la limite lorsque le point de scission est e´loigne´ du
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Fig. 4.7 – L’ensemble des figures repre´sente le temps sans dimension wsd.τNLRT en fonction
de la position du point de scission normalise´e a` celle du point selle xs
xb
. La courbure du
potentiel au niveau du point selle est fixe´e a` h¯wsd = 1 MeV. Les courbes en trait plein
correspondent a` la formule uniquement valable en re´gime sur-critique, alors que celles en
pointille´s prennent en compte l’ensemble des re´gimes de friction (voir texte). Les points
avec les barres d’erreurs correspondent a` une simulation de type Langevin. Pour le cadre
A : β
2ωsd
= 2 et T
B
= 0, 5, le cadre B : β
2ωsd
= 2 et T
B
= 2, le cadre C : β
2ωsd
= 10 et T
B
= 2
et le cadre D : β
2ωsd
= 2, T
B
= 2 et un potentiel cubique.
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point selle. Par contre, lorsque le point de scission est proche du point selle, une de´viation
assez importante est observe´e entre les deux formules et les re´sultats de la simulation. La
raison re´side dans le fait que pour ce re´gime de friction plutoˆt faible β
2ωsd
= 2, les fluc-
tuations jouent un roˆle tre`s important lorsque V (xs) − V (xb) < T . Le calcul nume´rique
est donc moins fiable. Dans le re´gime sur-critique, les fluctuations sont amorties et leur
effet est ne´gligeable par rapport a` l’inertie du syste`me. Ceci est observable sur le cadre
C, ou` la de´viation entre les formules et la simulation, pour des points de scission proche
du point selle, est relativement faible compare´e aux autres cas. Lorsque la tempe´rature
diminue (cf cadre A), cet effet est moins important que pour le cadre B. De meˆme, si
un potentiel cubique au lieu de parabolique est choisi (cf cadre D), puisque la condition
V (xs) − V (xb) > T est plus rapidement atteinte lorsque le point de scission augmente.
Le proble`me provient donc des formules analytiques qui ont e´te´ de´rive´es suivant le re´-
gime sur-critique. Il serait donc ne´cessaire d’en obtenir pour tous les re´gimes de frictions,
mais cela n’est pas possible analytiquement. C’est la raison pour laquelle dans les re´fe´-
rences [146, 147], la de´termination du temps du point selle au point de scission de´rive des
hypothe`ses de Kramers. Il faut tout de meˆme noter que si le point de scission est proche
du point selle, le SST est ne´gligeable. Cette incertitude pour les cas ou` V (xs)−V (xb) < T
n’est donc pas proble´matique. En ce qui concerne le MFPT, nous avons ve´rifie´ que l’utili-
sation de la formule (4.19) permet e´galement de prendre en compte des re´gimes de friction
non sur-critiques.
Nous pouvons maintenant comparer notre formule sur le temps du point selle au point
de scission, tenant compte de la modification du terme de friction, a` celle propose´e par
Hofmann et al. [146, 147]. Pour cela, le potentiel est suppose´ parabolique entre le point
selle et le point de scission pour eˆtre en accord avec le domaine de validite´ de la formule
de Hofmann et al. qui repose sur les hypothe`ses de Kramers :
V (x) = B − 1
2
mω2b (x− xb)2 , (4.20)
ou` B est une constante caracte´risant la hauteur de la barrie`re de potentiel au niveau du
point selle xb. En utilisant cette expression du potentiel dans l’e´quation (4.18), le SST
devient :
τSST =
√
β2 + 4ω2b + β
ω2b
∫ √ m
2T
ωb(xs−xb)
0
dy exp
(−y2) ∫ y
0
dz exp
(
z2
)
. (4.21)
Sur la Figure 4.8 est reporte´e la comparaison entre notre formule (4.21) et celle de Hofmann
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Fig. 4.8 – Temps du point selle au point de scission en fonction de l’abscisse du point de
scission xs. En trait plein : Hofmann, et en pointille´s : notre formule, en tirets : la formule
approximative. ( β
2ωsd
= 10 et T
V (xb)−V (xs) = 1)
et al. pour le temps du point selle au point de scission en fonction de l’e´longation du point
de scission. Nous pouvons remarquer un parfait accord entre les deux formules lorsque le
point de scission est e´loigne´ du point selle. Par contre, pour des points de scission proches
du point selle, les deux courbes pre´sentent des tendances comple`tement diffe´rentes. La
raison est relie´e au fait que la formule de Hofmann et al. est base´e sur les courants au
dessus du point selle obtenus dans la de´rivation de Kramers, qui doivent eˆtre modifie´s par
la pre´sence d’un point d’absorption a` proximite´. Or, si nous faisons l’approximation que
le potentiel est relativement plat au niveau du point selle, nous pouvons utiliser la formule
de diffusion d’Einstein [153, 149], et le MFPT est e´gal a` :
τMFPT [xi → xe] = mβ
2T
(xe − xi)2 . (4.22)
Nous devons donc retrouver cette allure parabolique pour τSST pour des points de scission
proches du point selle, ce qui est le cas avec notre formule du τSST , mais ne l’est pas avec
celle de Hofmann et al. qui pre´sente une allure line´aire pour des points de scission proches
du point selle.
Sur la Figure 4.9 est reporte´e la comparaison entre le temps associe´ a` la largeur de
fission et celui du point selle au point de scission en fonction de la fissilite´. Nous pouvons
observer que le premier de´croˆıt lorsque la fissilite´ augmente car la barrie`re de fission ma-
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Fig. 4.9 – La courbe en trait plein correspond au temps du point selle au point scission
τSST (cf. e´quation 4.18) et celle en pointille´s au temps associe´ a` la largeur de Kramers
τK =
1
Γf
en fonction de la fissilite´ du noyau conside´re´. ( β
2ωsd
= 1 et T = 1 MeV.)
croscopique diminue. Par contre, comme nous l’avons de´ja` mentionne´, le temps du point
selle au point de scission augmente avec la fissilite´. Ceci est duˆ au fait que la de´formation
au point selle se rapproche de celle de l’e´tat fondamental. La distance entre le point selle
et le point de scission augmente donc avec la fissilite´. De plus, l’e´longation associe´e au
point de scission est de plus en plus grande puisque les noyaux en voie de sortie sont de
plus en plus massifs et que la somme des rayons associe´s a` chaque noyau est de plus en
plus grande. Ce calcul a e´te´ effectue´ en supposant une fission syme´trique et en utilisant la
formule analytique de´veloppe´e par Swiatecki pour obtenir le potentiel macroscopique [29].
De plus, les noyaux au point de scission ont e´te´ suppose´s sphe´riques par souci de sim-
plicite´. Cette hypothe`se est suˆrement fausse, mais aura pour effet d’e´largir davantage la
distance entre le point selle et le point de scission si la de´formation des noyaux est prise
en compte. Il en re´sultera donc un temps du point selle au point de scission plus long
qu’ici ou` les noyaux sont suppose´s sphe´riques. Il faut noter que l’intensite´ de la friction ne
modifiera pas le rapport entre le temps lie´ a` la largeur de fission et le SST puisque dans
les deux formules celui-ci est contenu dans le meˆme pre´facteur. Seule la tempe´rature peut
avoir des effets diffe´rents sur ces deux temps. Il donc important de noter pour le temps de
fission associe´ au noyau d’Uranium 238 (x ≈ 0.75) que le rapport entre ces deux temps
est de plus de 2 ordres de grandeur. Pour ce noyau, il est donc possible de ne´gliger le
temps du point selle au point de scission. Par contre, pour un noyau superlourd (x ≈ 1),
le rapport n’est plus que d’un facteur d’environ 5. Il n’est donc plus possible de ne´gliger
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le temps du point selle au point de scission. D’autant plus que la friction associe´e au
processus de fission entre l’e´tat fondamental et le point selle semble ne pouvoir re´sulter
que du rebond des nucle´ons sur la surface du noyau (Wall), puisque le point selle est
tre`s peu de´forme´, alors que durant la de´rive entre le point selle et le point de scission, il
y a formation d’un col entre les deux produits de fission. La friction entre le point selle
et le point de scission devrait donc eˆtre plus importante qu’a` l’inte´rieur du point selle.
Le temps du point selle au point de scission peut donc eˆtre du meˆme ordre de grandeur
voire supe´rieur a` celui associe´ au processus de de´sinte´gration pour les noyaux superlourds.
Toute cette e´tude est base´e sur l’approximation markovienne, en supposant que le
bain thermique se relaxait plus rapidement que les degre´s de liberte´s collectifs. Il faudrait
prendre en compte les effets de me´moire qui ont pour effet d’augmenter le temps du point
selle au point de scission si la friction est proportionnelle au temps de relaxation, ce qui
est le cas lorsqu’elle est tire´e d’un mode`le microscopique [154, 155, 156]. Par contre, si
le temps de relaxation et la friction sont inde´pendants l’un de l’autre, Boilley et al. [55]
ont mis en e´vidence une friction effective plus faible que dans le cas markovien, et donc
un temps du point selle et le point de scission plus court. Jusqu’a` maintenant, seul des
potentiels parabolique ou cubique ont e´te´ conside´re´s par souci de simplicite´. Ceci a permis
de nous renseigner sur l’ordre de grandeur minimal que nous pouvons espe´rer atteindre
pour le temps du point selle au point de scission. Par contre, ce calcul a e´te´ effectue´
sans prendre en compte les effets de structures. Une deuxie`me poche de potentiel ne peut
qu’alonger le temps entre le point selle et le point de scission,
4.2.4 Mode`le simplifie´ a` deux barrie`res de fission (isome`re)
Dans cette partie, nous allons juste introduire une discussion sur l’effet d’un e´tat
isome`re sur le temps de fission moyen [157]. Pour cela, un potentiel compose´ de plusieurs
morceaux de paraboles sera conside´re´ (cf. Figure 4.10) avec en x01 et x02 les minima
caracte´risant respectivement l’e´tat fondamental et isome´rique, et en xb1 et xb2 les positions
des barrie`res de fission. Bien entendu, x01 < xb1 < x02 < xb2, V (x → −∞) → +∞ et
V (x → +∞) → −∞. En posant que P1 et P2 repre´sentent respectivement la probabilite´
que la particule se trouve dans le premier puits (x < xb1) ou dans le second (xb1 < x < xb2),
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V(x)
x01 x02xb1 xb2
Fig. 4.10 – Potentiel utilise´ pour le mode`le a` deux barrie`res de fission avec en x01 et x02
les minima caracte´risant respectivement l’e´tat fondamental et isome´rique, et en xb1 et xb2
les positions des barrie`res de fission.)
il est possible de resoudre les e´quations maˆıtresses suivantes :
dP1
dt
= −Γ1→2(t)P1 + Γ2→1P2 (4.23)
dP2
dt
= Γ1→2P1 − (Γ2→1 + Γ2→ext)P2, (4.24)
ou` Γ1→2(t) = θ(t − τr)Γ1→2 repre´sente la largeur de fission associe´e au passage de la
particule du premier au second puits. θ(t− τr) est une fonction de Heaviside permettant
de prendre en compte le re´gime transitoire avant que la largeur de fission atteigne la limite
stationnaire Γ1→2. Cela peut sembler e´tonnant alors qu’a` la Section 2.1.2.3 du Chapitre 2
nous avons affirme´ qu’il n’existe aucun re´gime transitoire pour les noyaux superlourds
forme´s par fusion. Il s’agit ici juste d’un souci de simplicite´ qui va faciliter la validation
nume´rique. Pour la simulation Langevin qui sera utilise´e, il est plus simple de prendre
des particules sans vitesse initiale au fond du premier puits. De plus le NLRT qui sera
utilise´ pour confirmer l’approche des e´quations maˆıtresses suppose que les particules se
trouvent en une position initiale avec une vitesse nulle. Le temps caracte´ristique du re´gime
transitoire [93, 158] est pris sous la forme suivante :
τr =
β
2ω2
ln
(
10B
T
)
, (4.25)
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ou` B, T , β repre´sentent respectivement la hauteur de la barrie`re de fission, la tempe´ra-
ture et la friction re´duite. Γ2→1 correspond a` la re´action inverse et donc au passage de
la particule du second au premier puits. Par contre Γ2→ext repre´sente le passage de la se-
conde barrie`re vers le point de scission lorsque la particule se trouve dans le second puits.
Ces deux largeurs ne prennent en compte aucun re´gime transitoire puisque les particules
atteignent le second puits de potentiel par diffusion. Il y a donc thermalisation des degre´s
de liberte´ collectifs et intrinse`ques. En ne´gligeant le temps de de´rive du point selle au
point de scission, le temps de fission moyen devient :
τ2b = τr +
1
Γ2→ext
(
1 +
Γ2→1 + Γ2→ext
Γ1→2
)
. (4.26)
Dans le cas particulier ou` les hauteurs des barrie`res sont identiques (Γ1→2 = Γ2→1 =
Γ2→ext), correspondant au cas le plus favorable, le temps de fission moyen devient pour
T
B
= 0, 5 et β
2ω
≫ 1 :
τ2b =
3, 016
Γ1→2
. (4.27)
Nous nous apercevons donc que l’effet est tre`s important surtout qu’ici seul le processus de
fission a e´te´ pris en compte. A partir d’une simulation de type Langevin, le temps moyen
obtenu est de : τLan ≈ 3,231Γ1→2 . Ce re´sultat permet de confirmer l’approche des e´quations
maˆıtresses malgre´ la petite diffe´rence sur le nume´rateur. Cette dernie`re provient du temps
de de´rive entre le point selle de la premie`re barrie`re et le fond du puits de l’e´tat isome`re
qui n’est pas pris en compte dans l’approche des e´quations maˆıtresses. La meˆme e´tude
a e´te´ effectue´e avec une approche analytique utilisant le NLRT (cf. e´quation 4.16), ou` le
re´sultat est similaire a` l’approche nume´rique : τNLRT ≈ 3,225Γ1→2 .
En conclusion, en ne´gligeant l’e´vaporation de particules le´ge`res, l’existence d’un deuxie`me
puits de potentiel peut allonger les temps de fission moyens jusqu’a` un facteur 3. L’e´tude
de l’effet de l’e´vaporation a e´te´ mene´e et montre que le temps de fission moyen est en-
core allonge´ [159] (cf. Figure 4.11). Le mode`le de Langevin utilise´ pour ces calculs n’a
pas permis d’e´tudier l’influence d’un e´tat isome´rique sur les distributions de temps de
fission. Des de´veloppements avec une autre approche sont en cours. Pour des calculs plus
re´alistes, nous ne connaissons malheureusement pas la structure du potentiel des noyaux
superlourds e´tudie´s, ni son e´volution avec la tempe´rature. Kewpie2 ne prend donc pas en
compte les e´tats isome´riques, mais il faudra garder a` l’esprit que cet effet peut allonger
significativement le temps de fission moyen.
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Fig. 4.11 – Temps de fission moyen en fonction de la hauteur de la barrie`re de fission
lorsque l’e´vaporation de neutrons est prise en compte, dans le cas ou` un seul puits de
potentiel est conside´re´ (courbe en pointille´s avec les triangles), ou avec un e´tat isome`re
(courbe en trait plein avec les carre´s) repre´sente´ sur la Figure 4.10 avec une approche de
type Langevin. L’e´nergie de liaison a e´te´ fixe´e a` Bn = 6 MeV tout au long de la chaˆıne
et le noyau compose´ posse`de une e´nergie d’excitation initiale de E∗ = 80 MeV (Figure
obtenue dans la re´fe´rence [159]).
4.3 Applications de Kewpie2...
4.3.1 ... a` l’Uranium 238...
Sur la Figure 4.12, est reporte´e la comparaison de notre calcul, utilisant la formule
(4.6), avec les donne´es [136, 137] pour le temps de fission moyen associe´ a` la cascade de
de´sexcitation du noyau d’uranium 238. Il faut noter que les barres en abscisse sur les
donne´es ne correspondent pas a` des barres d’erreurs mais a` l’intervalle sur lequel a e´te´ ef-
fectue´ la somme des e´ve`nements qui ont contribue´ a` l’obtention du temps de fission moyen
expe´rimental. Ce calcul a e´te´ effectue´ en utilisant comme valeur pour les parame`tres libres
de Kewpie2 : f = 1, Ed = 18, 5 MeV et β = 2.10
21 s−1. Nous pouvons observer que l’effet
de l’e´vaporation de particules charge´es, telles que les protons et les alphas, est particu-
lie`rement important au-dela` de E∗ = 80 MeV. En dessous de cette valeur, leur influence
est ne´gligeable car leur probabilite´ d’e´mission sont relativement faibles compare´es a` celles
de l’e´vaporation de neutrons. Vers E∗ = 50MeV , un de´saccord important apparaˆıt, suivi
d’une forte discontinu¨ıte´. Ceci pourrait provenir d’une contribution de plus en plus im-
portante des fissions asyme´triques quand l’e´nergie d’excitation diminue. A faible e´nergie
d’excitation, le canal de fission syme´trique ne correspond pas au chemin de re´action et une
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Fig. 4.12 – Temps de fission moyen pour le noyau d’uranium 238. La courbe en tirets
repre´sente un calcul ou` seule l’e´vaporation de neutron a e´te´ prise en compte en plus de
la fission et du rayonnement gamma. Celle en pointille´s inclut en plus l’e´vaporation de
protons, et en trait plein les protons et les alphas. La friction est fixe´e a` β = 2.1021 s−1.
Donne´es obtenues dans la re´fe´rence [136].
barrie`re de fission plus faible que celle conside´re´e doit exister pour une asyme´trie donne´e.
Sinon la tendance est plutoˆt bien reproduite. En augmentant l’intensite´ de la friction a`
β = 5.1021 s−1 (cf. Figure 4.13), il semblerait que ce calcul conviendrait mieux a` la repro-
duction de la partie haute e´nergie. Une augmentation de la friction avec la tempe´rature
est effectivement pre´dite the´oriquement [160, 161].
Ce syste`me qui ne pre´sente pas d’ambigu¨ıte´ du point de vue des variables physiques
(masses, e´nergies de correction de couches...) permet donc de valider, comme pour les
syste`mes de re´fe´rences du Chapitre 3, les choix the´oriques que nous avons effectue´s au
Chapitre 2. De plus, aucun ajustement n’a e´te´ effectue´ sur le facteur de correction de
couches (f = 1) et sur l’e´nergie de damping (Ed = 18, 5 MeV), et seul un petit ajuste-
ment de l’intensite´ de la friction, en accord avec les pre´dictions the´oriques [160, 161], a
e´te´ ne´cessaire pour la partie haute e´nergie afin d’obtenir un bon accord entre le calcul et
les donne´es. Nous pouvons donc maintenant e´tudier le temps de fission moyen des noyaux
superlourds pour obtenir des informations sur l’intensite´ des e´nergies de correction de
couches en supposant l’extrapolation des autres parame`tres correcte.
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Fig. 4.13 – Temps de fission moyen pour le noyau d’uranium 238. La courbe en tirets
repre´sente un calcul ou` seule l’e´vaporation de neutron a e´te´ prise en compte en plus de
la fission et du rayonnement gamma. Celle en pointille´s inclut en plus l’e´vaporation de
protons, et en trait plein les protons et les alphas. La friction est fixe´e a` β = 5.1021 s−1.
Donne´es obtenues dans la re´fe´rence [136].
4.3.2 ... et aux noyaux superlourds
Nous allons commencer l’e´tude du temps de fission moyen des noyaux superlourds par
l’e´le´ment Z = 124, ou` expe´rimentalement [134] il a e´te´ de´tecte´ plus de 10% d’e´ve`nements
a` temps de vie long provenant de re´actions de fusion-fission. Pour comparer les calculs
aux donne´es, nous allons nous inte´resser aux distributions de temps de fission et de´finir
un rapport R entre le nombre d’e´ve`nements a` temps de fission longs (t > 10−18 s comme
dans l’expe´rience) et le nombre d’e´ve`nements a` temps de fission courts (t < 10−18 s) :
R =
∫∞
1.10−18
dtdPsum
dt∫ 1.10−18
0
dtdPsum
dt
. (4.28)
La distribution de temps de fission est donc inte´gre´e entre tmin = 1.10
−18 s, qui corres-
pond a` la limite infe´rieure de sensibilite´ de la technique expe´rimentale, et tmax = +∞ pour
de´terminer le nombre d’e´ve`nements de temps de fission longs. De meˆme pour les temps
de fission courts qui sont e´value´s en inte´grant cette meˆme distribution entre tmin = 0 et
tmax = 1.10
−18 s.
La Figure 4.14 pre´sente pour la courbe en tirets-pointille´s la distribution de temps de
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A 312 311 310 309 308 307 306 305
∆E (MeV) -0,22 -0,82 -1,15 -1,82 -2,56 -3,40 -3,68 -7,03
Tab. 4.2 – Energies de correction de couches provenant de la table de Møller et Nix
associe´es aux premiers noyaux de la cascade de de´sexcitation du noyau compose´ Z = 124.
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Fig. 4.14 – De´pendance de la distribution de temps de fission pour l’e´le´ment Z = 124
en fonction des e´nergies de correction de couches. La courbe en trait plein correspond a`
∆E = 6 MeV tout au long de la chaˆıne de de´sexcitation, en tirets a` ∆E = 8 MeV, en
pointille´s a` ∆E = 10 MeV et en tirets-pointille´s aux e´nergies de correction de couches
provenant de la table de Møller et Nix. Les parame`tres libres sont fixe´s a` β = 2.1021 s−1,
f = 1 et Ed = 18, 5 MeV.
fission obtenue en utilisant des valeurs standards pour les parame`tres libres de Kewpie2
(f = 1, Ed = 18, 5 MeV et β = 2.10
21 s−1) et les e´nergies de correction de couches prove-
nant de la table de Moller et Nix [7]. Le temps de fission moyen est de τ = 3, 8.10−20 s et
R = 9.10−9. Nous sommes tre`s loin des 10% observe´s expe´rimentalement. Il faut rappeler
ici, que la barrie`re de fission provient uniquement des e´nergies de correction de couches
puisque la partie macroscopique est nulle. Cela signifie qu’a` E∗ = 70 MeV, pour le noyau
compose´, la barrie`re de fission est affaiblie par la tempe´rature. Or pour cet e´le´ment, les
e´nergies de correction de couches pre´dites par Møller et Nix [7] sont particulie`rement
faibles au de´but de la cascade, comme observe´ dans le Tableau 4.2.
Nous allons modifier arbitrairement les barrie`res de fission pour observer leur effet sur
le temps de fission moyen et sur la distribution de temps de fission. La principale diffe´-
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rence avec le mode`le simplifie´ de la Section 4.2.2 est la prise en compte de la prescrition
d’Ignatyuk. Sur la Figure 4.14 est reporte´e la de´pendance de la distribution de temps
de fission en fonction des e´nergies de correction de couches fixe´es arbitrairement. Nous
pouvons remarquer que lorsque celles-ci sont fixe´es a` ∆E = 6 MeV (courbe en trait plein)
pour l’ensemble des noyaux, les temps de fission longs se trouvent favorise´s par rapport au
cas ou` les valeurs de Møller et Nix sont utilise´es (courbe en tirets-pointille´s). Le temps de
fission moyen est re´duit a` τ = 3, 3.10−20 s pour un rapport de R = 5.10−6. Si maintenant,
les e´nergies de correction de couches sont fixe´es a` ∆E = 8 MeV (courbe en tirets), le
temps de fission moyen diminue a` τ = 3, 2.10−20 s par rapport au cas pre´ce´dent, alors
que le rapport augmente a` R = 1, 8.10−5. La diminution du temps de fission moyen vient
du fait que les e´ve`nements autour de t = 1.10−18 s sont de plus en plus favorise´s lorsque
les e´nergies de correction de couches augmentent, alors que la proportion des e´ve`nements
compris entre t = 1.10−14 s et t = 1.10−12 s a plutoˆt tendance a` diminuer. La meˆme re-
marque peut eˆtre faite lorsque ∆E = 10 MeV (courbe en pointille´s), ou` il n’existe aucun
e´ve`nement a` temps supe´rieurs a` t = 1.10−14 s. Le temps de fission moyen pour la courbe
en pointille´s diminue encore a` τ = 2, 6.10−20 s, alors que le rapport des e´ve`nements de
temps de fission longs augmente le´ge`rement a` R = 4.10−5. Cette figure montre donc que
pour avoir des rapports R relativement importants, il est indispensable d’avoir, de`s le
de´but de la chaˆıne de de´sexcitation, des barrie`res de fission e´leve´es dues a` de forts effets
de couches. Ainsi, l’e´mission de neutrons en de´but de chaˆıne, et donc le refroidissement
du noyau re´siduel, se trouve favorise´e par rapport a` la fission. Au contraire, en fin de
chaˆıne, il ne faut pas que les neutrons ou les gammas soient trop favorise´s par rapport a`
la fission, car sinon on obtient un poids trop faible de fission aux grands temps associe´s
aux dernie`res e´tapes de la de´sexcitation.
Pour les calculs suivants, nous avons donc arbitrairement fixe´ les e´nergies de correction
de couches a` ∆E = 12 MeV pour les 5 premiers noyaux de la cascade (A=312 a` 308),
∆E = 10 MeV pour les 2 suivants (A = 307 et A = 306) et enfin ∆E = 7 MeV pour les
autres. Sur la Figure 4.15, deux calculs ont e´te´ reporte´s, l’un avec β = 2.1021 s−1 et l’autre
avec β = 6.1021 s−1. Les autres parame`tres libres de Kewpie2 restent inchange´s (f = 1
et Ed = 18, 5 MeV). Il est ainsi possible d’obtenir, pour le calcul avec β = 2.10
21 s−1,
un rapport entre les inte´grales sur les e´ve`nements a` temps de fission longs et courts de
R = 0, 016 et un temps de fission moyen de τ = 1.10−17 s. Pour le calcul avec β = 6.1021
s−1, le rapport est de R = 0, 09 pour un temps de fission moyen de τ = 8.10−17 s. Nous
remarquons qu’une relativement faible modification de la friction suffit pour augmenter le
nombre d’e´ve`nements a` temps de fission longs par rapport a` ceux a` temps courts. Lorsque
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Fig. 4.15 – Influence de la friction sur la distribution de temps de fission pour l’e´le´ment
Z = 124. La courbe en trait plein correspond a` une friction de β = 2.1021 s−1 et celle en
pointille´s a` β = 6.1021 s−1. Le calcul a e´te´ effectue´ en se plac¸ant dans le cas ou` les e´nergies
de corrections e´voluent de ∆E = 12 MeV pour les premiers noyaux a` ∆E = 7 MeV pour
les derniers (voir texte).
la friction est plus forte, le processus de fission est freine´ suffisamment pour atteindre des
rapports R compatibles avec ceux mesure´s. L’e´vaporation de particules le´ge`res est donc
favorise´e et les noyaux peuvent donc se refroidir plus rapidement et survivre davantage.
Il faut noter que si les e´nergies de correction de couches ne sont pas augmente´es comme
pre´ce´demment et que nous souhaitons atteindre les 10% d’e´ve`nements a` temps de fission
longs mesure´s seulement en modifiant la friction, il faudrait fixer β a` 80.1021 s. Il n’est pas
possible, en conservant les e´nergies de correction de couches de Møller et Nix, d’obtenir
10% d’e´ve`nements a` temps de fission longs, meˆme en modifiant le parame`tre de friction
dans des proportions raisonnables. Il semble donc ne´cessaire d’augmenter fortement les
e´nergies de correction de couches pour cet e´le´ment. Bien entendu, comme il a e´te´ discute´
pre´ce´demment, un e´tat isome`re peut influencer le temps de fission moyen (au plus d’un
facteur 3 si l’e´vaporation de particules le´ge`res n’est pas pris en compte) et suˆrement le
nombre d’e´ve`nements a` temps de fission longs. Il ne faut pas oublier que nous avons ne´-
glige´ le temps du point selle au point de scission qui peut e´galement a` son tour allonger
les temps de fission moyen. Les deux effets (e´tats isome´riques et le temps du point selle
au point de scission) vont donc tous les deux dans le sens de rallonger les temps de fission
calcule´s et doivent donner un meilleur accord avec les donne´es.
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Fig. 4.16 – Distributions de temps de fission associe´es au noyau compose´ Z = 124 (courbe
en trait plein), Z = 120 (courbe en tirets) et Z = 114 (courbe en pointille´s). Les e´nergies
de correction de couches de Møller et Nix ont e´te´ utilise´es et β = 2.1021 s−1.
Sur la Figure 4.16 sont reporte´es les distributions de temps de fission associe´es a` la
cascade de de´sexcitation du noyau compose´ Z = 124 (courbe en trait plein), Z = 120
(courbe en tirets) et Z = 114 (courbe en pointille´s). Pour l’ensemble de ces calculs, les
e´nergies de correction de couches de Møller et Nix ont e´te´ utilise´es et β = 2.1021 s−1. La
distribution de temps de fission associe´e au noyau Z = 124 a de´ja` e´te´ discute´e auparavant.
Le noyau compose´ Z = 120 et A = 302 est particulie`rement inte´ressant car l’ensemble
des isotopes pre´sentent des e´nergies de corrections de couches de l’ordre de ∆E ≈ 6 a` 7
MeV, contrairement aux isotopes du Z = 124 qui pre´sentent des e´nergies de correction
de couches faibles en de´but de chaˆıne. Sans modifier les parame`tres libres ou les e´nergies
de correction de couches, nous obtenons un temps de fission moyen de τ = 2, 6.10−20
s et un rapport du nombre d’e´ve`nements a` temps de fission longs de R = 7.10−7 bien
infe´rieur a` celui mesure´ [132, 133]. Il est donc ne´cessaire a` nouveau pour reproduire les
donne´es [132, 133] de modifier fortement, comme pour Z = 124, les e´nergies de corrections
de couches ou/et le parame`tre de friction. Pour l’e´le´ment Z = 114 et A = 286, les re´-
sultats expe´rimentaux, encore pre´liminaires, ne mettraient en e´vidence aucun e´ve`nement
de temps de fission longs. Comme pour les autres noyaux e´tudie´s, sans modification des
parame`tres libres ou les e´nergies de correction de couches, le temps de fission moyen est
tre`s infe´rieur a` τ = 1.10−18 s et le rapport des e´ve`nements a` temps de fission longs est tre`s
faible et comparable a` celui obtenu pour Z = 124 sans ajustement des parame`tres libres
4.4. Conclusion 161
ou des e´nergies de correction de couches. Il est donc impossible ici de conclure pour cet
e´le´ment a` une e´ventuelle remise en cause question des e´nergies de correction de couches
de Møller et Nix.
Il peut eˆtre instructif de modifier la borne d’inte´gration permettant de de´finir les e´ve`-
nements de temps de fission longs. Jusqu’a` maintenant cette borne e´tait fixe´e a` t = 10−18
s, en accord avec l’ordre de grandeur donne´ par les expe´riences. Or, nous avons remarque´
que le temps du point selle au point de scission et que les e´tats isome`res ne peuvent qu’aug-
menter le temps de fission moyen. Par contre, il est impossible pour le moment de prendre
en compte ces effets dans Kewpie2, et c’est la raison pour laquelle il est plus facile de mo-
difier arbitrairement la borne d’inte´gration permettant de de´finir les e´ve`nements de temps
de fission longs. Si la borne d’inte´gration est choisie a` t = 10−19 s, alors avec β = 2.1021 s−1
pour Z = 124 le rapport des e´ve`nements a` temps de fission longs (t > 10−19 s) par rapport
a` ceux correspondant aux temps de fission courts (t < 10−19 s) est de Rt=10−19 = 0, 04,
pour Z = 120, Rt=10−19 = 0, 01 et enfin pour Z = 114, Rt=10−19 = 0, 0003. Il est possible de
chercher la borne d’inte´gration tlim permettant pour chaque e´le´ment d’obtenir au moins
10% d’e´ve`nements a` temps de fission longs. Pour Z = 124, la borne est de tlim ≈ 7.10−20
s, pour Z = 120, tlim ≈ 5.10−20 s et pour Z = 114, tlim ≈ 3.10−20. De telles valeurs pour
les limites de sensibilite´ expe´rimentale, de´finie de fac¸on tre`s directe, sont exclues.
La ne´cessite´ d’augmenter fortement l’intensite´ des effets de couches calcule´e par Møller
et Nix ets oppose´e a` celle obtenue au Chapitre 3 ou` il e´tait ne´cessaire de re´duire fortement
les e´nergies de correction de couches pour reproduire les sections efficaces de re´sidus. Il
faut pre´ciser que ces conclusions contradictoires ne portent pas sur les meˆmes e´le´ments,
et qu’il est donc important de noter que si les e´nergies de correction de couches doivent
eˆtre modifie´es, il n’y a aucune raison que la modification soit la meˆme pour les noyaux
e´tudie´s dans le chapitre 3 que pour ceux e´tudie´s dans ce chapitre. Un de´placement du
maximum de stabilite´ depuis Z = 114 pre´dit par Møller et Nix vers des Z plus e´leve´s
pourrait expliquer ces conclusions contradictoires.
4.4 Conclusion
Nous avons remarque´ lors de la comparaison aux donne´es de temps de fission de l’ura-
nium 238, un accord satisfaisant avec notre calcul qui obtient les bons ordres de grandeur,
malgre´ le de´saccord observe´ vers E∗ = 50 MeV qui provient peut-eˆtre d’une probabilite´
non ne´gligeable de fission asyme´trique a` partir de cette e´nergie. Un accord plus satisfaisant
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avec les donne´es est obtenu en conside´rant une friction augmentant avec la tempe´rature,
conforme´ment aux pre´dictions the´oriques. Ce syste`me permet donc de valider les choix
the´oriques et les parame`tres de´crits au Chapitre 2 pour Kewpie2.
Lors de l’e´tude du temps de fission de l’e´le´ment Z = 124, nous avons mis en e´vidence
la ne´cessite´ d’augmenter le´ge`rement la friction et fortement les e´nergies de correction de
couches pre´dites par Møller et Nix [7] pour obtenir au moins 10% d’e´ve`nements de temps
de fission longs comme mesure´. De meˆme pour le Z = 120, les e´nergies de correction de
couches de Møller et Nix doivent eˆtre fortement augmente´es. Aucune conclusion quant a`
ces e´nergies ne peut eˆtre tire´e des re´sultats pre´liminaires obtenus pour le Z = 114 qui ne
montre expe´rimentalement aucune fission a` temps tre`s longs. Cependant la quasi-fission,
pre´sente dans les donne´es, doit eˆtre prise en compte pour reproduire les rapports mesure´s.
Une mode´lisation comple`te de la capture et de la fusion s’ave`re donc a` nouveau indispen-
sable.
Il a e´galement e´te´ montre´ que la contribution provenant du temps du point selle au
point de scission peut dans certains cas devenir comparable au temps de de´sinte´gration par
fission pour les noyaux superlourds. De plus, une nouvelle formule exacte et valide quelque
soit le re´gime de friction a e´te´ de´rive´e. Des e´tudes comple´mentaires sont ne´cessaires pour
introduire ce temps dans le calcul du temps de fission moyen et observer son effet sur
la distribution de temps de fission. De meˆme pour les e´tats isome`res, ou` dans le cas le
plus favorable, une augmentation d’un facteur 3 sur le temps de fission moyen peut eˆtre
observe´e. L’e´volution de ce facteur (qui ne peut qu’augmenter) en prenant en compte
l’e´vaporation de particules le´ge`res reste a` e´tudier.
Conclusion
Durant cette the`se, nous avons donc de´veloppe´ un nouveau code statistique (Kewpie2)
permettant de traiter la phase de de´sexcitation d’un noyau compose´ spe´cifiquement de´die´
aux noyaux superlourds. Il repose sur un algorithme original permettant de calculer de
tre`s faibles probabilite´s. Les re´sultats obtenus par Kewpie2 ont e´te´ confronte´s aux don-
ne´es sur les sections efficaces de re´sidus obtenus par fusion froide (Z = 108 a` Z = 113)
et chaude (Z = 112, Z = 114 et Z = 116), ainsi qu’aux donne´es sur les temps de fission
moyen (Z = 114, Z = 120 et Z = 124). Des contraintes sur la structure microscopique
des noyaux e´tudie´s par le biais des e´nergies de correction de couches ont e´te´ obtenues.
Un tel mode`le statistique de´pend de nombreux parame`tres, dont certains sont rela-
tivement bien connus et ont e´te´ extrapole´s a` la re´gion des noyaux superlourds, d’autres
moins. Avec une e´tude de sensibilite´, nous avons fait ressortir trois parame`tres de Kew-
pie2 tre`s importants par leur grande incertitude et leur forte influence sur les re´sultats
finaux. Il s’agit de la friction β, du facteur de correction de couches f et du parame`tre de
damping Ed. Ces parame`tres n’affectent que le calcul de la largeur de fission par le biais
des e´nergies de correction de couches pour f , par la rapidite´ de l’amortissement de ces
e´nergies avec la tempe´rature pour Ed et par l’amplitude de la dissipation durant le pro-
cessus de fission avec β. Nous avons montre´ qu’il e´tait impossible en modifiant seulement
la valeur du parame`tre de damping Ed de reproduire les donne´es sur les sections efficaces
de re´sidus malgre´ la grande sensibilite´ des re´sultats a` ce parame`tre. β ne permet pas non
plus d’expliquer les ordres de grandeur de diffe´rences entre les calculs et les donne´es. En
ajustant les parame`tres intrinse`ques aux mode`les de fusion afin de reproduire les donne´es
sur les sections efficaces de fusion, les re´sultats de Kewpie2 sur les re´sidus mettent en
e´vidence la ne´cessite´ de diminuer tre`s fortement, par l’interme´diaire de f , les e´nergies de
correction de couches provenant des calculs de Møller et Nix [7] aussi bien pour les noyaux
obtenus par fusion froide (Z = 108 a` Z = 113) que par fusion chaude (Z = 112, Z = 114
et Z = 116). En revanche, la confrontation aux donne´es des re´sultats de Kewpie2 obtenus
sur les distributions de temps de fission montrent qu’il faut plutoˆt augmenter les e´nergies
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de correction de couches de la table de Møller et Nix [7] pour Z = 120 et Z = 124. Un
de´placement de la fermeture de couche proton pre´dite a` Z = 114 par les calculs de Møller
et Nix, vers des Z plus e´leve´s permettrait d’expliquer ces conclusions oppose´es.
Nous avons mis en e´vidence que la correction a` apporter aux e´nergies de correction de
couches des noyaux obtenus par fusion froide de´pend du syste`me e´tudie´ et qu’elle atteint
au maximum 90% des valeurs pre´dites par les calculs de Møller et Nix. Pour les noyaux
superlourds produits par fusion chaude, les e´nergies de correction de couches tire´es de
la table de Møller et Nix [7] doivent eˆtre diminue´es quant a` elles de 50%. Il convient de
rappeler que nous avons suppose´ que cette re´duction s’appliquait a` l’ensemble des isotopes
traite´s dans la phase de de´sexcitation du noyau compose´. Il est donc un peu plus de´licat
d’extraire les barrie`res de fission de chacun de ces e´le´ments puisqu’un effet de moyenne sur
les 3 premiers isotopes est pris en compte dans la section efficace 3n. Pour ce qui est des
conclusions lie´es aux temps de fission, l’analyse des donne´es en cours devrait permettre
une contrainte plus pre´cise sur l’augmentation a` apporter aux e´nergies de correction de
couches pre´dites par Møller et Nix. De nouvelles donne´es pour d’autres e´le´ments, si pos-
sible avec des isotopes bien de´finis, devraient donner acce`s aux e´nergies de correction de
couches dans la re´gion des e´le´ments superlourds inaccessible actuellement aux expe´riences
de synthe`se.
Il est important de remarquer qu’il est particulie`rement difficile d’obtenir expe´rimen-
talement des donne´es sur les sections efficaces de fusion pour les noyaux superlourds,
puisque les e´ve`nements de quasi-fission, tre`s probables, peuvent difficilement eˆtre discri-
mine´s de ceux de fusion suivie par fission. Il se pourrait donc que les donne´es, que nous
avons utilise´, sur-estiment les ve´ritables sections efficaces de fusion. Comme nous avons
ajuste´ les mode`les de fusion aux donne´es, une diminution des sections efficaces de fusion
impliquerait des diminutions moins importantes des e´nergies de correction de couches, que
celles effectue´es dans cette e´tude sur les re´sidus d’e´vaporation. Mais il resterait ne´anmoins
ne´cessaire de les ajuster a` moins que la sur-estimation des sections efficaces de fusion ne
soit de 3 a` 4 ordres de grandeur.
L’analyse des temps de fission a permis d’apporter une nouvelle contrainte a` l’e´tude des
noyaux superlourds, vis a` vis des re´sultats de Kewpie2. Nous avons introduit une nouvelle
formule pour le temps du point selle au point de scission exacte en re´gime sur-critique et
une formule e´tendue afin de tenir compte de re´gimes de friction plus faible. L’influence
de cette quantite´ sur le temps de fission moyen ne permet pas cependant d’expliquer les
165
diffe´rences observe´es entre les calculs et les donne´es. En revanche, nous avons montre´ que
d’e´ventuels e´tats isome´riques peuvent augmenter d’une manie`re significative le temps de
fission moyen. Cet effet peut avoir une conse´quence importante sur les conclusions appor-
te´es par cette e´tude. Il semble donc indispensable maintenant d’e´tendre cette e´tude de
l’effet des e´tats isome´riques a` l’aide de mode`les plus re´alistes.
Il est important de remarquer que les mode`les de fusion que nous avons utilise´s dans
cette e´tude sont phe´nome´nologiques et pre´sentent donc des parame`tres libres dont la valeur
doit eˆtre ajuste´e afin de reproduire les donne´es sur les sections efficaces de fusion. L’e´tude
effectue´e avec Kewpie2 sur les sections efficaces de re´sidus n’a pas pu discriminer un mode`le
de fusion d’un autre. Il est donc indispensable de chercher de nouvelles contraintes afin
de de´crire correctement le phe´nome`ne d’entrave a` la fusion (fusion hindrance). L’origine
de ce phe´nome`ne est bien connue et accepte´e ; elle est lie´e a` l’apparition d’une deuxie`me
barrie`re de potentiel entre le point de contact et le noyau compose´. En revanche les mode`les
divergent essentiellement sur l’amplitude de la dissipation pre´sente lors du passage des
barrie`res. Une bonne compre´hension des me´canismes de dissipation est donc cruciale. Les
mode`les que nous avons utilise´s dans cette e´tude n’ont pas e´te´ confronte´s aux donne´es
sur des syste`mes plus le´gers que les noyaux superlourds, ou` le phe´nome`ne d’entrave a` la
fusion apparaˆıt. Ces syste`mes pre´sentent la particularite´ d’eˆtre relativement bien connus et
permettraient de re´duire les grandes incertitudes qui re`gnent sur les quantite´s physiques
des noyaux e´tudie´s, comme par exemple les masses. Enfin, il est important de noter
qu’actuellement le processus de fusion est de´compose´ en deux e´tapes distinctes qui sont
connecte´es de fac¸on arbitraire, faute de pouvoir proposer un mode`le unifie´. Ce proble`me
devra eˆtre re´solu afin de de´crire d’une manie`re cohe´rente le passage des deux barrie`res.
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Résumé : 
Cette thèse porte sur l’influence des énergies de correction de couches sur la désexcitation des 
noyaux superlourds. Pour cela, un nouveau code statistique, appelé Kewpie2, qui repose sur un 
algorithme original permettant d’avoir accès à de très faibles probabilités, a été développé. Les 
résultats obtenus avec Kewpie2 ont été confrontés aux données expérimentales sur les sections 
efficaces de résidus obtenus par fusion froide (Z=108 à Z=113) et par fusion chaude (Z=112, Z=114 et 
Z=116), ainsi qu’aux données sur les temps de fission (Z=114, Z=120 et Z=126). Des contraintes sur 
la structure microscopique des noyaux étudiés ont été obtenues par le biais des énergies de correction 
de couches. 
En ajustant les paramètres intrinsèques des modèles de fusion utilisés afin de reproduire les 
données sur les sections efficaces de fusion, cette étude a mis en évidence la nécessité de diminuer très 
fortement les énergies de correction de couches prédites par les calculs de Møller et Nix, lors de 
l’étude des sections efficaces de résidus aussi bien pour des noyaux produits par fusion froide que par 
fusion chaude. Par contre, lors de la confrontation des résultats de Kewpie2 aux données sur les temps 
de fission moyen, il convient plutôt de les augmenter. Un déplacement de la fermeture de couche 
proton prédite à Z=114 par les calculs de Møller et Nix vers des Z plus élevés permettrait d’expliquer 
ces conclusions opposées. 
Dans cette thèse, nous avons aussi mis en évidence l’influence significative de la prise en 
compte d’états isomériques pour les noyaux superlourds, sur le temps de fission. 
Title: Study of the influence of the shell correction energy on the nuclear reactions leading to 
the region of the superheavy nuclei. 
Abstract: 
The aim of this PhD is to study the influence of shell correction energy on the desexcitation of 
superheavy nuclei. For that purpose, a new statistical code, called Kewpie2, which is based on an 
original algorithm allowing to have access to very weak probabilities, was developed. The results 
obtained with Kewpie2 were compared to the experimental data on residue cross sections obtained by 
cold fusion (Z=108 to Z=113) and by hot fusion (Z=112, Z=114 and Z=116), as well as data on fission 
times (Z=114, Z=120 and Z=126). Constraints on the microscopic structure of the studied nuclei were 
obtained by means of the shell correction energy. 
By adjusting the intrinsic parameters of the models of fusion in order to reproduce the data on 
the fusion cross sections, this study show the necessity of decreasing very strongly the shell correction 
energy predicted by the calculations of Møller and Nix, during the study of the residues cross sections 
as well for the nuclei produced by cold fusion as by hot fusion. On the other hand, during the 
confrontation of the results of Kewpie2 to the data on mean fission times, it is rather advisable to 
increase it. A shift of the proton shell closure predicted for Z=114 by the calculations of Møller and 
Nix towards larger Z would allow to explain these opposite conclusions. 
In this thesis, we also have shown the significant influence of the inclusion of isomeric states 
on fission times for the superheavy nuclei. 
Mots-clés : 
Indexation rameau : Réactions nucléaires, physique statistique, fission nucléaire, modèles nucléaires, 
fission nucléaire/temps 
Indexation libre : noyaux superlourds, évaporation de particules légères) 
Discipline : Constituants élémentaires 
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